Génération d'harmoniques d'ordre élevé à deux faisceaux portant du moment angulaire by Chappuis, Céline
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Introduction
Contexte des travaux présentés
L’attoseconde (1 as = 10-18 s) est à la seconde ce que la seconde est comparée à l’âge de
l’univers. Au cours d’une attoseconde, la lumière parcourt une distance correspondant à trois
atomes d’hydrogène. La génération d’impulsions de durées attosecondes constitue un résultat
essentiel de recherches tant théoriques que technologiques dans le domaine du laser tout au long
du XXème siècle.
Tout commence en 1917 lorsqu’Albert Einstein introduit la notion d’émission stimulée [Ein-
stein 1917], au cœur du principe de fonctionnement du laser. Mais il faudra patienter jusqu’au
milieu du XXème siècle pour que les progrès s’accélèrent. En 1950, Alfred Kastler imagine un
procédé de pompage optique (récompensé par le Prix Nobel de Physique en 1966) [Kastler 1950],
qui sera démontré expérimentalement deux ans plus tard par [Brossel et al. 1952]. Puis est né le
maser, dont les théories ont été rapidement adaptées aux longueurs d’onde visibles par [Schawlow
et Townes 1958]. Le Prix Nobel de Physique a été attribué à Townes en 1964 pour ces travaux,
qui ont effectivement permis l’observation deux ans plus tard de la première émission laser par
[Maiman 1960] au moyen d’un cristal de rubis.
Par la suite, la technologie laser, et en particulier celle des lasers impulsionnels, s’est très vite
positionnée comme l’instrument de choix pour la spectroscopie à haute résolution (en atteste le
Prix Nobel de Physique décerné à Schawlow en 1981 pour sa contribution au développement de
la spectroscopie laser). Il est intéressant à ce stade de faire le parallèle avec la chronophotogra-
phie, dont Eadweard Muybridge fut le précurseur (voir la figure 1), qui permet la décomposition
de mouvements trop brefs pour être observés convenablement à l’œil nu. Cette méthode permet
de résoudre des mouvements d’autant plus rapides que le temps de pose de l’appareil photogra-
phique est court. Débute alors dans le monde du laser une course à l’impulsion la plus courte,
favorisant l’essor rapide des techniques de commutation-Q (Q-switching en anglais) [McClung
et Hellwarth 1962] qui a permis de réduire les durées d’impulsions de quatre ordres de grandeurs
et ainsi accéder à la dizaine de nanosecondes, suivies des techniques de blocage de modes (mode-
locking en anglais) [DeMaria et al. 1966] propulsant à des durées de l’ordre de la picoseconde.
Le régime femtoseconde a été atteint dans les années 1980, avec un record de six femtosecondes
obtenu par [Fork et al. 1987] grâce à une méthode de compensation de la dispersion.
En parallèle, d’importants efforts ont également été déployés pour augmenter l’énergie par
impulsion des lasers, spécialement la technique d’amplification à dérive de fréquence (chirped-
pulse amplification en anglais) inventée par [Strickland et Mourou 1985], lauréats du Prix Nobel
de Physique 2018.
Ces avancées technologiques ont ouvert la voie à la mise en œuvre de processus hautement
non-linéaires tels que la génération d’harmoniques d’ordre élevé. Ce processus, central dans
cette thèse, est un phénomène de champ fort nécessitant des éclairements de l’ordre de 1014
W/cm2. Il est observé lorsqu’un atome, souvent d’un gaz noble, est soumis à un laser infrarouge
femtoseconde intense. Un phénomène extrêmement non-linéaire est alors initié dans le milieu,
résultant en la conversion partielle du rayonnement incident en un peigne d’harmoniques d’ordre
élevé. L’atome soumis au champ fort est d’abord ionisé par effet tunnel, puis l’électron émis se
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propage dans le continuum et gagne de l’énergie grâce au champ laser, et enfin l’électron peut
se recombiner avec son ion parent et il se libère alors de son surplus d’énergie en émettant
un photon, dont la longueur d’onde se situe généralement dans l’extrême ultraviolet (XUV).
Le contrôle de ce phénomène a conduit à la naissance de la physique attoseconde [Agostini et
DiMauro 2004], qui a pour objet principal l’étude des mouvements électroniques dans les atomes
et les molécules, et qui se développe aujourd’hui dans deux directions majeures [Salières et al.
2012].
Figure 1 – Eadweard Muybridge, Cheval au galop (1878). C’est grâce à ces célèbres clichés que
le photographe mit fin à la grande polémique sur l’existence ou non d’un temps de suspension
(i.e. où aucun pied ne touche le sol) dans le mécanisme du galop d’un cheval.
La première consiste en des études résolues en temps, que ce soit dans le domaine temporel en
mettant en place des expériences de type pompe-sonde, ou dans le domaine spectral en utilisant
par exemple la technique RABBIT (Reconstruction of Attosecond Beating By Interference of
two-photon Transitions en anglais) [Paul et al. 2001, Klünder et al. 2011, Haessler et al. 2009b,
Caillat et al. 2011, Gruson et al. 2016]. L’interaction entre les impulsions XUV attosecondes et
les atomes ou molécules étudié(e)s permet d’extraire des délais de photo-ionisation.
La seconde voie de développement de la physique attoseconde est appelée "spectroscopie
harmonique". Le processus de génération d’harmoniques d’ordre élevé est considéré comme une
auto-sonde via l’étape de recombinaison radiative et nous renseigne directement sur les dyna-
miques du système ionisé par effet tunnel [Jin et al. 2012, Levesque et al. 2007, Vozzi et al. 2005,
Li et al. 2008, Wagner et al. 2006, Haessler et al. 2009a, Tehlar et al. 2013, Wörner et al. 2010].
Cette méthode permet également la reconstruction d’orbitales moléculaires [Itatani et al. 2004,
Haessler et al. 2010, Vozzi et al. 2011].
Récemment, le champ de ces études a été élargi aux cas de faisceaux portant du moment
angulaire, soit de spin (i.e. polarisés circulairement) soit orbital (i.e. présentant un front d’onde
en spirale). La structure spatiale (en polarisation et front d’onde) de tels faisceaux est illustrée sur
la figure 2. Leur synthèse dans l’extrême ultraviolet par génération d’harmoniques d’ordre élevé
rend par exemple accessibles en laboratoire (plutôt que sur synchrotrons ou lasers à électrons
libres) des études de dichroïsmes circulaires dans des molécules chirales [Garcia et al. 2003] et
potentiellement de dichroïsmes hélicoïdaux dans des métaux de transition [van Veenendaal et
McNulty 2007].
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Figure 2 – État de polarisation et forme du front d’onde de faisceaux portant du moment
angulaire de spin ou orbital. Figure adaptée de [Géneaux 2016].
La chiralité est un concept omniprésent en biologie. Il suffit en effet de regarder nos deux
mains pour en avoir une illustration : elles sont images l’une de l’autre dans un miroir, mais
non superposables. Il en est de même pour de nombreuses molécules couramment utilisées dans
les industries alimentaires ou pharmaceutiques. Les deux exemplaires d’une même molécule sont
appelés "énantiomères". Lors de la photo-ionisation de l’un des énantiomères par un rayonnement
polarisé circulairement, la distribution angulaire d’émission des électrons présente une asymétrie
qui dépend du sens de rotation de la polarisation et de l’énantiomère étudié : on parle de
dichroïsme circulaire de photo-électrons (PECD : PhotoElectron Circular Dichroism en anglais).
La distinction des deux énantiomères d’une molécule peut s’avérer primordiale en médecine. Par
exemple, la méthamphétamine est une molécule chirale dont les deux énantiomères ont des effets
physiologiques très différents : l’un est utilisé comme décongestionnant nasal, tandis que l’autre
est une drogue psychotrope... Accéder de façon simple et robuste à la chiralité d’une molécule
constitue donc un enjeu industriel et sociétal important. De plus, avoir accès aux dynamiques
de molécules chirales dans le régime femtoseconde, voire attoseconde, ouvre des perspectives
de recherche en physico-chimie extrêmement larges. La génération d’harmoniques d’ordre élevé
polarisées circulairement doit permettre de répondre à ces questions et fait, pour cette raison,
l’objet d’intenses recherches actuellement.
De manière analogue, [van Veenendaal et McNulty 2007] prédisent, dans l’absorption de la
bande K de métaux de transition, un dichroïsme lié au moment angulaire orbital de la lumière.
En référence au front d’onde des faisceaux portant du moment angulaire orbital, ils proposent
de le nommer dichroïsme hélicoïdal. Il est prévu dépendre du signe du moment angulaire orbital
porté par la lumière, et être lié à des transitions quadrupolaires électriques. Son observation
expérimentale requiert cependant des faisceaux intenses et fortement focalisés dans l’extrême
ultraviolet. D’un point de vue technique, ceci reste encore aujourd’hui un défi de taille, dont
la faisabilité est en cours d’étude. Le contrôle du moment angulaire orbital de faisceaux XUV
femtosecondes donnerait accès à des transitions actuellement très délicates à mesurer, mais
jouant certainement un rôle important dans l’interprétation du magnétisme. De tels faisceaux
pourraient donc nourrir une percée dans la compréhension du magnétisme, non seulement en
régime statique, mais aussi dynamique.
Génération d’harmoniques d’ordre élevé à deux faisceaux portant du moment angulaire 3
Introduction
Objectifs de la thèse
Ce travail s’inscrit dans ce contexte qui exprime le besoin de contrôler davantage de propriétés
de l’émission harmonique, notamment son état de polarisation et son front d’onde. Le premier
objectif de cette thèse porte donc sur l’étude du transfert de moment angulaire lors de ce phé-
nomène hautement non-linéaire qu’est la génération d’harmoniques d’ordre élevé. Outre l’intérêt
fondamental de cette problématique, plus nous saurons manipuler finement ces caractéristiques
du rayonnement XUV, plus nous verrons s’étendre la gamme d’applications pouvant bénéficier
de telles avancées. Par exemple, certaines techniques d’ores et déjà maîtrisées dans le visible ou
l’infrarouge pourraient gagner en sensibilité (comme le dichroïsme circulaire de photo-électrons,
plus marqué en régime d’ionisation à un photon qu’en régime multiphotonique [Beaulieu et al.
2016]) ou en résolution (comme la microscopie [Hell et Wichmann 1994, Fürhapter et al. 2005])
en passant à de plus courtes longueurs d’onde.
Nous verrons plus tard que la mise en forme du front d’onde ou de la polarisation des
harmoniques d’ordre élevé nécessite de mettre en œuvre des schémas de générations à deux fais-
ceaux. Jusqu’alors, une description paramétrique a été adoptée pour interpréter ces expériences
[Bertrand et al. 2011]. Nous montrons dans cette thèse que cet argument, certes intuitif, n’est
cependant pas suffisamment rigoureux pour expliquer certains aspects propres à la physique
extrêmement non-linéaire décrivant la génération d’harmoniques d’ordre élevé et mettant en jeu
des effets d’accord de phase. Le second objectif de cette thèse a alors été d’aboutir à la pro-
position d’un modèle permettant d’appréhender plus finement les rendements obtenus lors de la
génération d’harmoniques à deux faisceaux en prenant en compte les aspects macroscopiques.
Plan du manuscrit
Nous introduirons dans la partie I les deux notions centrales de cette thèse que sont le moment
angulaire de la lumière et la génération d’harmoniques d’ordre élevé. Nous verrons d’abord que le
moment angulaire peut être séparé en deux parties, l’une intrinsèque, appelée moment angulaire
de spin et correspondant à l’état de polarisation de la lumière, et l’autre extrinsèque, nommée
moment angulaire orbital, reliée à la forme du front d’onde et faisant notamment intervenir des
faisceaux de Laguerre-Gauss. Après une description formelle des modes du champ portant du
moment angulaire, nous expliquerons comment les mettre en œuvre expérimentalement dans
le domaine du visible et de l’infrarouge. Ensuite, nous aborderons le sujet de la génération
d’harmoniques d’ordre élevé dans les gaz, dans le cas le plus simple mettant en jeu un seul
faisceau et des atomes de gaz noble. Nous présenterons les deux modèles théoriques couramment
utilisés pour décrire ce processus d’interaction laser-matière extrêmement non-linéaire, puis nous
détaillerons le dispositif expérimental utilisé à Saclay.
Disposant de ces fondamentaux, nous pourrons alors nous intéresser à la génération d’harmo-
niques à partir d’un faisceau portant du moment angulaire. Ce sera l’objet de la partie II. Nous
commencerons par la génération avec un faisceau de Laguerre-Gauss. La composante azimutale
donnant le moment angulaire orbital du faisceau, nous étudierons le transfert de cette propriété
lors du processus très non-linéaire de génération d’harmoniques. Nous nous pencherons égale-
ment sur le cas de la composante radiale, liée à un phénomène de dilatation [Article 2]. Le sujet
du moment angulaire de spin sera également traité : nous exposerons nos résultats concernant
les rendements et divergences harmoniques obtenus en fonction de l’ellipticité du faisceau pilote,
et nous rappellerons les états de polarisation harmoniques rapportés dans la littérature pour ce
type d’expériences. Ces travaux nous amèneront à la conclusion que nous devrons envisager des
schémas de génération à deux faisceaux si nous voulons mieux contrôler le moment angulaire
des harmoniques.
L’interprétation des expériences de génération d’harmoniques à deux faisceaux non-colinéaires
n’est pas triviale. Avant d’y ajouter du moment angulaire, nous nous concentrerons dans la par-
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tie III sur la configuration la plus simple de deux faisceaux gaussiens polarisés linéairement dans
la même direction. Nous commencerons par rappeler le modèle multiphotonique abondamment
employé dans la littérature, qui découle d’un développement perturbatif de la phase atomique
dans le cadre de l’approximation de champ fort. En le confrontant à nos expériences et simu-
lations numériques, nous mettrons en évidence des premières limites de ce modèle, concernant
notamment la prédiction des rendements harmoniques. Ceci nous amènera à proposer un nou-
veau modèle, que nous avons appelé "réseau actif" [Article 3], basé sur une description fine du
champ électrique au niveau du milieu générateur.
Une fois que nous maîtriserons la génération d’harmoniques à deux faisceaux non-colinéaires,
nous pourrons leur donner des moments angulaires afin de contrôler les propriétés de polarisation
et de front d’onde du rayonnement harmonique. Ces travaux seront exposés dans la partie IV
de ce manuscrit. Nous nous intéresserons d’abord aux mélanges de faisceaux de Laguerre-Gauss,
permettant la génération d’harmoniques d’ordre élevé portant des moments angulaires orbitaux
arbitraires [Article 1]. Puis, nous étudierons la génération à partir d’un faisceau polarisé linéai-
rement avec un second faisceau moins intense de polarisation circulaire (les deux faisceaux étant
gaussiens). Ces expériences mettront en lumière une autre limite du modèle multiphotonique :
contrairement à ses prévisions, nous verrons que le rayonnement harmonique n’est pas polarisé
circulairement. Enfin, dans le but de mieux comprendre le transfert de moment angulaire lors de
la génération d’harmoniques à deux faisceaux, nous bâtirons une analogie entre les deux types
de moments, qui nous conduira à réaliser des expériences mêlant faisceaux de Laguerre-Gauss
et d’Hermite-Gauss.
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Première partie
Présentation des concepts
fondamentaux
Les travaux réalisés au cours de cette thèse font principalement appel à deux
notions, à savoir le moment angulaire du photon et la génération d’harmoniques
d’ordre élevé dans les gaz. Le but de cette première partie est de nous doter des
outils nécessaires pour exposer ces travaux.
Elle se compose donc de deux chapitres donnant les bases théoriques et expéri-
mentales requises pour une compréhension suffisante de chacun de ces deux concepts
fondamentaux.
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Chapitre 1
Le moment angulaire de la lumière
En mécanique classique, le moment angulaire (ou moment cinétique) d’un point matériel est
associé à un mouvement de rotation et est donné par le produit vectoriel ~J = ~r ∧ ~p, où ~r et ~p
sont respectivement la position et la quantité de mouvement de ce point matériel. Notons que le
moment angulaire est ainsi défini par rapport à une origine. La mécanique lagrangienne établit
clairement le lien entre invariance par rotation et conservation du moment angulaire. Le concept
est même enrichi en mécanique quantique, faisant apparaître la notion de spin, sans équivalence
classique.
Dans ce chapitre, il sera question du moment angulaire de la lumière. Nous commencerons
par définir dans la section 1.1 cette grandeur pour un champ électromagnétique en utilisant le
formalisme développé par Maxwell. Nous montrerons qu’elle peut se décomposer en une partie
intrinsèque nommée moment angulaire de spin, et une partie extrinsèque appelée moment angu-
laire orbital, détaillées respectivement dans les sections 1.2 et 1.3. Nous rappelons simplement
dans ce chapitre les éléments nécessaires à la compréhension des travaux présentés dans cette
thèse, une démonstration complète ayant déjà été réalisée dans la thèse de [Géneaux 2016].
1.1 Définition du moment angulaire et équation d’onde
L’existence du moment angulaire de la lumière a été envisagée pour la première fois par
Poynting [Poynting 1909]. Par analogie entre une onde électromagnétique polarisée circulaire-
ment et une onde élastique de torsion, il suggère que la lumière peut fournir un couple à la
matière. Quelques années plus tard, cet effet sera observé expérimentalement par [Beth 1936]
qui mesurera le couple exercé par la lumière sur une lame de verre biréfringente.
L’expression classique du moment angulaire du champ électromagnétique s’écrit :
~J(~r) =
∫
V
~r ∧ ~Π
c2
dV = 0
∫
V
~r ∧
(
~E ∧ ~B
)
dV (1.1)
où ~r est la position dans le volume V du faisceau, ~E le champ électrique, ~B l’induction magné-
tique et ~Π le vecteur de Poynting donnant la direction de propagation de l’énergie. [Géneaux
2016] montre qu’en séparant ~E et ~B en leurs composantes longitudinale et transverse, le moment
angulaire total ~J peut être décomposé en deux parties :
— l’une dite intrinsèque, indépendante des coordonnées spatiales :
~S = 0
∫
V
(
~E⊥ ∧ ~A⊥
)
d~r (1.2)
— et l’autre qualifiée d’extrinsèque, agissant sur les coordonnées spatiales :
~L = 0
∫
V
 ∑
i=x,y,z
~Ei⊥ ·
(
~r ∧ ~∇
)
~Ai⊥
 d~r (1.3)
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où ~A est le potentiel vecteur défini tel que ~B = ~∇∧ ~A, et où le symbole ⊥ réfère à la composante
transverse des champs.
En optique quantique, la notion de photon émerge de la quantification du champ électro-
magnétique, également appelée "seconde quantification". À partir des équations (1.2) et (1.3), il
est alors possible d’établir les expressions des opérateurs Sˆ et Lˆ (tels que Jˆ = Lˆ + Sˆ [Cohen-
Tannoudji et al. 1973]) définissant respectivement les moments angulaires de spin et orbital du
photon. Des expériences ont mis en évidence la possibilité de les transférer à la matière, induisant
deux effets de rotation différents : le moment angulaire de spin fait tourner une particule sur
elle-même [Beth 1936] tandis que le moment angulaire orbital fait tourner la particule autour
de l’axe du faisceau [He et al. 1995].
Les propriétés des photons étant intimement liées aux modes sur lesquels le rayonnement
classique est décomposé [Grynberg et al. 2010], nous pouvons trouver les modes du champ
portant du moment angulaire en utilisant le formalisme de Maxwell. La propagation du champ
électrique (il en est de même pour l’induction magnétique) obéit à l’équation de d’Alembert :
∇2 ~E − 1
c2
∂2 ~E
∂t2
= ~0 (1.4)
Pour une onde monochromatique de pulsation ω, nous pouvons introduire la notation complexe
~E = R
[
~Eeiωt
]
, ce qui nous permet d’aboutir à l’équation d’Helmholtz :
∇2~E + k2~E = ~0 (1.5)
où k = ω/c est le nombre d’onde et la norme du vecteur d’onde ~k.
Nous présenterons dans les sections suivantes des solutions de cette équation d’onde (1.5)
qui portent du moment angulaire. Dans chaque cas, nous expliquerons comment les mettre en
œuvre expérimentalement.
1.2 Les modes du champ portant du moment angulaire de spin
Les ondes planes constituent des solutions possibles à l’équation (1.5). Elles s’écrivent sous la
forme ~E = R
[
~E0ei(ωt−~k·~r)
]
et nous pouvons montrer que (~k, ~E, ~B) forme un trièdre orthogonal
direct.
Très tôt, [Raman et Bhagavantam 1931] relient la quantité microscopique qu’est le spin du
photon à la grandeur macroscopique de la polarisation de la lumière.
1.2.1 États de polarisation de la lumière
Dans un repère cartésien, le champ électrique transverse d’une onde plane se propageant
selon z, s’écrit :
~E =
 ExEy
Ez
 =
 E0x cos(kz − ωt)E0y cos(kz − ωt− ϕ)
0
 (1.6)
avec ϕ la phase relative entre les deux composantes transverses d’amplitudes E0x et E0y. L’état
de polarisation de cette onde plane est décrit par la courbe dans le plan (x0y) parcourue par
l’extrémité du vecteur champ électrique. De manière générale, il s’agit d’une ellipse d’équation
[Born et Wolf 2003] :
(
Ex
E0x
)2
+
(
Ey
E0y
)2
− 2 ExEy
E0xE0y
cosϕ = sin2 ϕ (1.7)
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Les paramètres de l’ellipse sont donnés par :
a2 + b2 = E20x + E20y (1.8)
tan 2ψ = tan 2α cosϕ avec tanα = E0y
E0x
(1.9)
sin 2χ = sin 2α sinϕ (1.10)
où a et b sont respectivement les demi-grand axe et demi-petit axe de l’ellipse, ψ est son azimut
et χ donne l’ellipticité  = tanχ.
La figure 1.1 illustre les états de polarisation obtenus pour différentes valeurs de ϕ dans
le cas où E0x = E0y. Lorsque ϕ ≡ 0(pi), la polarisation est linéaire (ou rectiligne). Lorsque
ϕ ≡ ±pi/2(2pi), la polarisation est circulaire droite ou gauche respectivement. Autrement la
polarisation est elliptique et le rapport d’amplitudes des composantes horizontale et verticale
influence son orientation.
Ey
= 0 = /4 = /2 = 3 /4
=
Ex
= 5 /4 = 3 /2 = 7 /4
Figure 1.1 – États de polarisation pour différentes valeurs de ϕ, les amplitudes E0x et E0y
étant égales. Les flèches bleues sur la droite indiquent le sens de parcours des ellipses (droit en
haut et gauche en bas).
En notation complexe, les polarisations circulaires s’écrivent :
~Ecg
d
= E0eiωt
(
~ex ± i~ey√
2
)
(1.11)
Nous remarquons ainsi aisément qu’un état circulaire s’écrit comme la somme de deux états
linéaires orthogonaux et en quadrature de phase. Inversement, un état linéaire peut s’écrire
comme la somme de deux états circulaires de sens opposé (le déphasage entre les deux donne la
direction de l’état linéaire).
[Raman et Bhagavantam 1931] démontrent expérimentalement que la projection sur l’axe de
propagation du moment angulaire de spin du photon vaut ±~ pour une onde de polarisation
circulaire droite ou gauche respectivement. Une polarisation linéaire est alors décrite comme
composée de particules ayant une probabilité égale d’avoir un spin positif ou négatif. De même,
une polarisation elliptique est vue comme une probabilité inégale des deux signes.
1.2.2 Outils expérimentaux
Nous disposons expérimentalement de plusieurs outils pour mettre en forme et analyser la
polarisation de la lumière.
Une polarisation linéaire peut être obtenue grâce à des polariseurs linéaires en transmission
(tels que les Polaroïds, constitués de longues chaines polymères hydrocarbonées parallèles sur
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lesquelles sont fixés des atomes portant un imposant nuage électronique, comme l’iode [Granier])
ou en réflexion sur une surface séparant deux milieux isolants éclairée à l’incidence de Brewster
iB = arctan
(
n2
n1
)
(n1 et n2 étant les indices de réfraction des deux milieux). L’intensité transmise
par le polariseur est donnée par la loi de Malus :
It = Iinc cos2 θ (1.12)
où Iinc est l’intensité lumineuse incidente sur le polariseur et θ l’angle de la polarisation inci-
dente par rapport à la direction du polariseur. Si la lumière incidente n’est pas polarisée, nous
effectuons une moyenne sur toutes les directions possibles, et finalement la moitié de l’intensité
passe à travers le polariseur.
Une fois que nous disposons d’une lumière polarisée rectilignement, nous pouvons modifier
son état de polarisation à l’aide de lames à faces parallèles constituées de matériaux anisotropes.
Nous nous intéresserons aux cas particuliers de deux lames biréfringentes, i.e. ayant deux indices
de réfraction différents selon deux axes neutres orthogonaux. La lumière se propage alors à des
vitesses de phase différentes selon l’orientation du champ électrique par rapport à la lame. Une
lame demi-onde (respectivement quart d’onde) introduit un retard de (2p+ 1)pi (respectivement
(2p + 1)pi/2) entre les deux composantes transverses du champ et permet ainsi de faire tour-
ner la direction de polarisation (respectivement de modifier l’ellipticité de la polarisation). En
particulier, lorsque la polarisation incidente est linéaire, orientée à 45° de ses lignes neutres, la
polarisation en sortie d’une lame quart d’onde est circulaire, et inversement.
1.3 Les modes du champ portant du moment angulaire orbital
Le sujet du moment angulaire orbital de la lumière a été abordé bien plus tard que celui du
spin. [Allen et al. 1992] montrent qu’il est relié à sa structure spatiale transverse.
Dans le cadre de l’approximation paraxiale 1, nous pouvons transformer l’équation d’Helm-
holtz vectorielle (1.5) en une équation d’onde scalaire :
∇2tu+ 2ik
∂u
∂z
= 0 (1.13)
où u est une fonction d’amplitude. Ainsi, le potentiel vecteur d’une onde se propageant suivant z
et polarisée selon ~t s’écrit de manière générale ~A = u eikz~t. Les champs électrique et magnétique
sont alors donnés par :
~E = iω
 ~A+ ~∇
(
~∇ · ~A
)
k2
 (1.14)
~B = ~∇∧ ~A (1.15)
1.3.1 Modes d’Hermite-Gauss et de Laguerre-Gauss
Selon le système de coordonnées utilisé, nous pouvons trouver deux grandes familles de modes
solutions de l’équation de propagation paraxiale (1.13).
Nous pouvons ensuite calculer les champs électrique et magnétique correspondants grâce aux
équations (1.14) et (1.15), afin de déterminer si ces modes portent ou non du moment angulaire
orbital.
1. L’approximation paraxiale est vérifiée pour tout système optique centré travaillant dans les conditions
de Gauss : un rayon est dit paraxial s’il est proche de l’axe optique et peu incliné par rapport à ce dernier.
Mathématiquement, il est alors possible d’appliquer l’approximation des petits angles (linéarisation). Lrsque l’on
sort de ce cadre, des aberrations géométriques apparaissent.
12 Génération d’harmoniques d’ordre élevé à deux faisceaux portant du moment angulaire
Chapitre 1. Le moment angulaire de la lumière
Modes d’Hermite-Gauss Dans un repère cartésien (x, y, z), nous écrivons le potentiel vec-
teur ~A = u(x, y, z)eikz~t. Les modes d’Hermite-Gauss sont obtenus par séparation des variables
transverses :
uHGmn (x, y, z) = uHGm (x, z)uHGn (y, z) (1.16)
où m et n sont les indices du mode dans les directions x et y respectivement. La structure
spatiale des modes d’Hermite-Gauss est donnée par [Siegman 1986] :
uHGm (x, z) =
CHGm√
w(z)
Hm
(√
2x
w(z)
)
e
− x2
w(z)2 e
ik x
2z
2(z2
R
+z2) ei(m+
1
2)χ(z) (1.17)
Dans cette expression :
— CHGm = 1√2mm!
(
2
pi
)1/4
est une constante de normalisation
— Hm est le polynôme d’Hermite d’ordre m
— w(z) = w0
√
1 +
(
z
zR
)2
est la largeur à 1/e2 du faisceau, avec w0 son waist (au foyer) et
zR = piw
2
0
λ sa distance de Rayleigh (dans l’expression de la largeur du faisceau, le terme
en zzR peut être vu comme un écart à l’onde plane)
— χ(z) = arctan
(
z
zR
)
est la phase de Gouy.
La première exponentielle est une amplitude gaussienne, tandis que la seconde est une phase qui
détermine la courbure du front d’onde. Les profils transverses d’intensité et de phase des premiers
modes d’Hermite-Gauss sont illustrés sur les figures 1.2 et 1.3 respectivement. Les indices m et
n correspondent aux nombres de sauts de phase de pi (et donc d’annulations d’intensité) dans les
directions x et y respectivement. Ces modes d’Hermite-Gauss sont à la fois transverses électriques
(voir l’équation (1.14)) et transverses magnétiques ((1.15)), c’est pourquoi ils sont également
appelés modes transverses électromagnétiques, notés TEMmn. Nous reconnaissons en particulier
le premier d’entre eux (m,n) = (0, 0) : il s’agit du mode gaussien usuel. Il est intéressant de
noter que ces modes forment une base orthonormée complète sur laquelle tout champ électrique
peut être décomposé. En revanche, ils ne portent pas de moment angulaire orbital puisque les
composantes selon z des champs électrique et magnétique sont toutes les deux nulles. Ceci est
confirmé par la figure 1.3 : les surfaces équi-phases sont des plans parallèles au plan transverse
(x0y) et le front d’onde est donc orthogonal à l’axe de propagation du faisceau. Il peut ainsi
paraitre surprenant de remarquer qu’un faisceau portant du moment angulaire peut être exprimé
uniquement en fonction de modes n’en portant pas : un exemple sera donné un peu plus loin.
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Figure 1.2 – Profil transverse d’intensité des modes d’Hermite-Gauss.
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Figure 1.3 – Profil transverse de phase des modes d’Hermite-Gauss.
Modes de Laguerre-Gauss En coordonnées cylindriques, l’équation d’onde (1.13) s’ex-
prime :
1
r
∂u
∂r
+ ∂
2u
∂r2
+ 1
r2
∂2u
∂φ2
+ 2ik∂u
∂z
= 0 (1.18)
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En écrivant le potentiel vecteur ~A = u(r, φ, z)eikz~t, les modes de Laguerre-Gauss apparaissent
alors comme solutions normalisées de l’équation (1.18) définies par [Siegman 1986] :
uLG`,p (r, φ, z) =
CLG`,p
w(z)
(
r
√
2
w(z)
)|`|
L|`|p
(
2r2
w(z)2
)
e
− r2
w(z)2 ei`φe
ik r
2
2R(z) ei(2p+|`|+1)χ(z) (1.19)
Dans cette expression :
— ` et p sont les indices respectivement azimutal et radial du mode, le premier pouvant être
positif ou négatif et le second uniquement positif (au sens large)
— CLG`,p =
√
2p!
pi(1+δ0`)(p+|`|)! est une constante de normalisation (avec δ0` le symbole de Kro-
necker)
— L|`|p est le polynôme de Laguerre généralisé
— w(z) et χ(z) sont la taille caractéristique et la phase de Gouy définies de manière identique
aux modes d’Hermite-Gauss
— R(z) = z
(
1 +
( zR
z
)2) est le rayon de courbure du front d’onde.
Les profils transverses d’intensité et de phase des modes de Laguerre-Gauss sont illustrés sur les
figures 1.4 et 1.5 respectivement. Il est intéressant de constater que que nous retrouvons le mode
gaussien usuel lorsque (`, p) = (0, 0). L’indice ` agit sur la composante azimutale de la phase via
le terme en ei`φ et provoque ainsi une variation de la phase allant de 0 à `×2pi lorsque φ varie de
0 à 2pi. Notons qu’au centre du faisceau, l’azimut n’est pas défini : nous avons une singularité de
phase qui est responsable (avec le terme en r|`|) du profil d’intensité annulaire pour ` 6= 0. Quant
à l’indice p, il crée des sauts de phase de pi le long de la coordonnée radiale : nous observons
alors p annulations d’intensité pour r > 0. À l’instar des modes d’Hermite-Gauss, ils forment
une base orthonormée complète sur laquelle tout champ peut être décomposé.
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Figure 1.4 – Profil transverse d’intensité des modes de Laguerre-Gauss.
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Figure 1.5 – Profil transverse de phase des modes de Laguerre-Gauss.
Lors de nos expériences avec des faisceaux de Laguerre-Gauss, nous chercherons à caracté-
riser la taille des modes obtenus dans le cas où p = 0. Leur taille caractéristique w(z) n’étant
pas directement mesurable, nous préférerons définir le rayon d’intensité maximale. Sachant que
∀`, L|`|0 = 1, leur intensité s’écrit :
I`(r, z) =
(CLG`,p )2
w(z)2
(
r
√
2
w(z)
)2|`|
e
− 2r2
w(z)2 (1.20)
Au maximum d’intensité selon r, la dérivée radiale s’annule. Nous trouvons une unique solution
non nulle [Géneaux et al. 2016] :
Rmax = w(z)
√
|`|
2 (1.21)
L’intensité maximale est alors donnée par :
Imax =
(CLG`,p )2
w(z)2 |`|
|`|e−|`| ≈ 2
piw(z)2
1√
2pi|`| (1.22)
en remplaçant par l’expression de la constante de normalisation et en utilisant la formule de
Stirling. L’intensité d’un mode de Laguerre-Gauss (d’indice radial nul) évolue donc en 1/
√|`|.
Pour nos expériences impliquant de tels faisceaux, il faudra donc garder à l’esprit qu’en modifiant
l’indice azimutal, la taille du faisceau et l’intensité crête seront modifiées.
Enfin, intéressons-nous à leur structure spatiale vectorielle. [Arora et Lu 1994] montrent que
les champs électrique et magnétique des modes de Laguerre-Gauss s’écrivent dans le cadre de
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l’approximation paraxiale :
~E =

iωuLG`,p e
ikz
0
ωeikz
k
(
cosφ∂u
LG
`,p
∂r − sinφr
∂uLG`,p
∂φ
)
 (1.23)
~B =

0
ikuLG`,p e
ikz
−eikz
(
sinφ∂u
LG
`,p
∂r − cosφr
∂uLG`,p
∂φ
)
 (1.24)
Si le potentiel vecteur est bien transverse, nous ne pouvons en dire de même des champs ~E et
~B. Ici, l’onde n’est alors ni transverse électrique ni transverse magnétique, contrairement aux
modes d’Hermite-Gauss qui combinent ces deux propriétés. Par définition, le front d’onde est
une surface équi-phase :
`θ + k r
2
2R(z) + (2p+ |`|+ 1)χ(z) + kz = cste (1.25)
Pour un faisceau collimaté (i.e. de rayon de courbure infini et de phase de Gouy constante),
l’équation (1.25) décrit une surface d’onde hélicoïdale. Les fronts d’onde des modes ` = 1, 2, 3 et
p = 0 sont représentés sur la figure 1.6. De manière générale, nous avons ` hélices entrelacées.
Nous pouvons calculer explicitement l’expression du vecteur de Poynting [Allen et al. 1992] :
~Π = c|uLG`,p |2
(
rz
z2R + z2
~er +
`
kr
~eφ + ~ez
)
(1.26)
Les trois composantes sont de gauche à droite relatives à la courbure du faisceau, au moment
angulaire et à la quantité de mouvement portée par l’onde. Pour un faisceau collimaté, l’angle
d’inclinaison du front d’onde a été mesuré expérimentalement par [Leach et al. 2006] et s’écrit
analytiquement :
α =
~Π · ~eφ
~Π · ~ez
= `
kr
(1.27)
L’évolution du vecteur de Poynting au cours de la propagation du faisceau est illustrée sur la
figure 1.7 dans le cas (`, p) = (1, 0) : il décrit une spirale autour de l’axe optique. Ce vecteur
donnant la direction de propagation de l’énergie, nous comprenons ainsi intuitivement qu’un
mode de Laguerre-Gauss puisse mettre en rotation un objet. [Allen et al. 1992] montrent que
ces modes portent un moment angulaire orbital bien défini de `~ par photon 2 selon l’axe z. En
référence à cette structure les modes de Laguerre-Gauss sont parfois qualifiés dans la littérature
de "vortex optiques" et leur indice azimutal ` peut être nommé "charge topologique".
λ λ λ
` = 1 ` = 2 ` = 3
Figure 1.6 – Fronts d’onde des modes de Laguerre-Gauss d’indices ` = 1, 2, 3 et p = 0.
2. Dans la suite de ce manuscrit, nous omettrons les ~ pour quantifier les moments angulaires, aussi bien
orbitaux que de spin.
Génération d’harmoniques d’ordre élevé à deux faisceaux portant du moment angulaire 17
Chapitre 1. Le moment angulaire de la lumière
E
B
Π
z
Figure 1.7 – Front d’onde (surface bleue) et vecteur de Poynting (flèches rouges) d’un mode
de Laguerre-Gauss (`, p) = (1, 0). L’évolution de la direction du vecteur de Poynting au cours
de la propagation est représentée en pointillés rouges pour une distance r choisie.
Relations entre les deux familles de modes La famille des modes d’Hermite-Gauss et celle
des modes de Laguerre-Gauss forment toutes deux des bases complètes du champ. Nous pouvons
notamment exprimer les premiers en fonction des seconds et inversement. [Kimel et Elias 1993]
donnent les relations entre ces deux bases. Nous remarquons tout d’abord que le mode gaussien
est commun aux deux familles. La décomposition suivante est également intéressante pour la
suite de nos travaux :
uLG`=±1,p=0 =
1√
2
(
uHG10 ∓ iuHG01
)
(1.28)
Nous obtenons des décompositions analogues à celles trouvées pour les états de polarisation dans
la section 1.2 : un mode de Laguerre-Gauss (|`|, p) = (1, 0) s’écrit comme la somme des deux
modes d’Hermite-Gauss TEM10 et TEM01 en quadrature de phase, et inversement (le déphasage
entre les modes de Laguerre-Gauss donne l’orientation du mode d’Hermite-Gauss).
1.3.2 Techniques expérimentales de mise en forme du front d’onde
Une première possibilité pour générer des modes d’Hermite-Gauss ou de Laguerre-Gauss
consiste à modifier la cavité laser pour qu’elle lase directement dans le mode désiré. En pratique,
sélectionner de la sorte un mode de Laguerre-Gauss n’est pas chose aisée, mais l’obtention de
modes d’Hermite-Gauss d’indices assez bas s’avère relativement simple (ceci peut être réalisé en
insérant un ou plusieurs fils dans le faisceau).
[Beijersbergen et al. 1993] proposent une méthode de conversion d’un mode d’Hermite-Gauss
orienté à 45° en mode de Laguerre-Gauss basée sur l’équation (1.28) et sur l’utilisation de lentilles
cylindriques. Le principe est illustré sur la figure 1.8. Le mode d’Hermite-Gauss à 45° (par
rapport aux directions focalisante et non-focalisante des lentilles cylindriques) se décompose
en la somme des deux modes orthogonaux (l’un vertical et l’autre horizontal) en phase. Deux
lentilles cylindriques convergentes (de même focale f) focalisent dans une seule dimension puis
recollimatent le faisceau. La composante focalisée va alors subir un déphasage dû à la phase de
Gouy, et l’autre non. Pour que le déphasage entre les deux soit de pi/2, la distance entre les deux
lentilles doit être de
√
2f . Ce dispositif présente cependant deux inconvénients :
— il faut disposer d’un mode d’Hermite-Gauss au départ, ce qui n’est pas notre cas avec le
laser LUCA
— étant donnée l’énergie de LUCA (nécessaire à la génération d’harmoniques d’ordre élevé),
il faudrait placer ce dispositif sous vide pour ne pas ioniser l’air au foyer.
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Figure 1.8 – Principe de fonctionnement du convertisseur de mode permettant d’obtenir un
mode de Laguerre-Gauss (` = 1, p = 0) à partir d’un mode TEM01 incliné à 45°. Figure tirée de
[Padgett et Allen 1999].
Nous préférerons donc utiliser des lames de phase pour synthétiser des modes d’Hermite-
Gauss ou de Laguerre-Gauss à partir d’un mode gaussien. Pour réaliser un mode TEM01 ou
TEM10, nous disposons du masque de phase 0− pi décrit dans la thèse de [Camper 2014] (voir
la figure 1.3). Pour créer des modes de Laguerre-Gauss ` = ±1, 2, 3 (p = 0), nous avons deux
lames de phase en spirale [Beijersbergen et al. 1994] permettant d’imprimer comme illustré sur
la figure 1.9 une phase variant azimutalement de 0 à 2pi pour l’une et de 0 à 4pi pour l’autre.
Leur fonctionnement est décrit en détail dans la thèse de [Géneaux 2016].
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Figure 1.9 – Lame de phase en spirale. La flèche rouge représente le trajet d’un rayon lumineux.
Figure tirée de [Yao et Padgett 2011].
Les taux de conversion des lames de phase peuvent atteindre 93% pour le masque 0 − pi
[Moll et al. 2006] et 78.5% pour la lame ` = 1 [Beijersbergen et al. 1994, Sueda et al. 2004]
(le reste de l’énergie allant dans les modes d’ordres supérieurs). Ces taux de conversion sont
naturellement liés aux contraintes de fabrication des lames de phase. Pour le masque 0 − pi,
il faut deux marches bien planes avec un saut de pi entre les deux le plus net possible. Quant
à la lame ` = 1, elle est généralement réalisée en marches d’escalier : le taux de conversion
dépend alors de la discrétisation choisie (il sera d’autant meilleur que le profil de phase sera
continu). Dans les deux cas, les lames de phase sont conçues pour une longueur d’onde donnée.
Ainsi, les performances des lames sont légèrement dégradées lorsqu’elles sont éclairées par des
impulsions courtes, du fait de la largeur spectr le de celles-ci. La figure 1.10 illustre les profils
d’intensité obtenus expérimentalement sur la laser LUCA au foyer d’une lentille de focale 1 m,
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sans lame de phase, avec le masque 0−pi et avec la lame de phase en spirale ` = 1. Chacun de ces
profils est ajusté par les expressions théoriques des modes respectivement gaussien, TEM10 et
(`, p) = (1, 0). Ces ajustements mettent en valeur la qualité spatiale du mode gaussien du laser
LUCA et montrent que nos lames de phase fournissent de bonnes approximations des modes
d’Hermite-Gauss et Laguerre-Gauss.
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Figure 1.10 – (a) Profil transverse d’intensité du laser LUCA, enregistré sur une caméra CCD.
(d) Coupes selon les directions horizontale et verticale (croix), ajustées par des gaussiennes
(lignes continues). (b) Profil d’intensité obtenu sur la caméra en insérant une lame de phase
` = 1 dans le faisceau. (e) Coupes et ajustements par un mode de Laguerre-Gauss (`, p) = (1, 0)
dans les directions horizontale et verticale. (c) Profil d’intensité obtenu sur la caméra avec le
masque 0− pi. (e) Coupe et ajustement par un mode TEM10 dans la direction horizontale.
Pour conclure, la technique basée sur l’utilisation de lames de phase pour synthétiser des
faisceaux de Laguerre-Gauss ou Hermite-Gauss est tout à fait satisfaisante pour nos études de
génération d’harmoniques à partir de tels faisceaux.
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La génération d’harmoniques d’ordre
élevé dans les gaz
La génération d’harmoniques d’ordre élevé est un phénomène de champ fort, observé pour la
première fois par [McPherson et al. 1987] et [Ferray et al. 1988] en soumettant des gaz rares à un
champ laser dans le bon régime d’intensité et d’accord de phase. Nous décrirons ce phénomène
de manière théorique dans la section 2.1 et expliquerons sa mise en œuvre expérimentale dans
la section 2.2.
2.1 Bases théoriques
Six ans après ces premières observations expérimentales, un modèle semi-classique de la gé-
nération d’harmoniques d’ordre élevé est proposé par [Schafer et al. 1993] et [Corkum 1993],
offrant une compréhension simple et semi-quantitative du processus. Ce modèle est appelé "mo-
dèle à trois étapes". Il faudra attendre une année supplémentaire pour que [Lewenstein et al.
1994] établisse un modèle complètement quantique décrivant le mécanisme de génération d’har-
moniques par un atome unique en se basant sur une approximation de champ fort (SFA : Strong
Field Approximation en anglais). Enfin, nous verrons que pour que l’émission harmonique ait
lieu, il faut que les contributions de tous les atomes dans zone d’interaction soient en phase :
comme pour tout phénomène non-linéaire, l’accord de phase joue un rôle important.
2.1.1 Description semi-classique : le modèle à trois étapes
Le premier modèle proposé (et le plus simple) pour décrire la génération d’harmoniques
d’ordre élevé dans les gaz, considère de façon semi-classique un atome unique soumis à un
champ laser (visible ou infrarouge) intense. Il se décompose, comme son nom l’indique, en trois
étapes :
1. L’ionisation tunnel : le champ laser abaisse la barrière de potentiel de l’atome et un
paquet d’onde électronique peut alors être émis par effet tunnel. Cette étape d’ionisation
est décrite quantiquement.
2. La propagation dans le continuum : une fois libéré, ce paquet d’onde électronique
est accéléré dans la direction du champ laser. Quand ce dernier s’annule et change de
signe, le paquet d’onde électronique est d’abord freiné puis ré-accéléré vers son atome
parent. Lors de cette excursion dans le continuum, le paquet d’onde électronique gagne
de l’énergie sous forme cinétique. Cette étape de propagation est décrite classiquement.
3. La recombinaison radiative : lorsque le paquet d’onde électronique arrive au voisinage
de l’atome, il peut éventuellement se recombiner avec celui-ci en restituant son surplus
d’énergie sous forme photonique. Le photon ainsi émis a une énergie située dans l’extrême
ultraviolet.
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Considérons le problème unidimensionnel d’un électron sur l’état fondamental d’un atome.
Cet électron est soumis d’une part au potentiel coulombien du noyau V0(x) = −1/|x|, et d’autre
part au champ électrique du laser polarisé linéairement ~E = E~ex. Le potentiel total dans lequel
est plongé notre électron est représenté sur la figure 2.1 et s’écrit (en unités atomiques) :
V (x) = V0(x) + Ex (2.1)
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Figure 2.1 – Potentiels ressentis par l’électron dans le cas de l’argon en l’absence de champ
électrique (bleu), pour un champ électrique de 0.04 (violet) et 0.084 (rouge) unités atomiques.
Le potentiel d’ionisation de l’argon est représenté en pointillés verts.
Le champ électrique a pour effet d’abaisser la barrière de potentiel d’un côté (courbe violette),
vers les x < 0 si E > 0 et inversement. S’il est suffisamment fort, une partie du paquet d’onde
électronique peut traverser la barrière par effet tunnel, avec une probabilité qui dépend de la
hauteur et de l’épaisseur de la barrière. Si l’éclairement dépasse une valeur de saturation donnée
par Isat = I4p/16 (en unités atomiques, soit 2.5 × 1014 W/cm2 pour l’argon ; courbe rouge), la
barrière de potentiel est abaissée en dessous du potentiel d’ionisation et nous passons dans le
régime d’ionisation par suppression de barrière [Bauer et Mulser 1999]. Revenons au régime
tunnel. Nous devons prendre en compte l’évolution temporelle du champ électrique :
~E(t) = E0 cos(ω0t)~ex (2.2)
qui a pour effet de faire osciller le potentiel ressenti par l’électron au cours du temps, comme
illustré par la figure 2.2.
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Figure 2.2 – Potentiel ressenti par l’électron en différents instants, pour E0 = 0.04 unités
atomiques.
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Pour que l’ionisation puisse avoir lieu, il faut que la barrière soit abaissée suffisamment
longtemps. L’abaissement est maximal à t = 0 +nT0/2 (avec T0 = 2pi/ω0 est la période du laser
fondamental), où n est un entier. L’ionisation tunnel se produit donc deux fois par cycle optique
(T0 = 2.67 fs pour λ0 = 800 nm), avec une efficacité caractérisée par le paramètre de Keldysh
[Keldysh 1965] :
γ =
√
Ip
2Up
avec Up =
E2
4ω20
le potentiel pondéromoteur (2.3)
Pour un champ fort de basse fréquence, nous avons γ  1 : le régime d’ionisation tunnel
domine. À l’inverse, pour un champ faible et une fréquence élevée, γ  1 et nous sommes en
régime multiphotonique. Dans nos expériences de génération d’harmoniques dans l’argon, nous
atteignons un éclairement au foyer de l’ordre de 1014 W/cm2, ce qui donne un γ légèrement
inférieur à 1 : le régime d’ionisation tunnel est favorisé.
Une fois le paquet d’onde électronique sorti du potentiel coulombien, il se propage dans
le continuum. Nous considérons le champ électrique suffisamment fort pour négliger les effets
à longue portée du potentiel atomique. Ainsi, le paquet d’onde électronique est uniquement
soumis à la force de Lorentz et sa trajectoire peut alors être décrite classiquement par les lois
de Newton. L’équation du mouvement s’écrit :
x¨(t) = −E0 cos(ω0t) (2.4)
Pour intégrer cette équation, nous utilisons les conditions initiales suivantes :{
x(ti) = 0
x˙(ti) = 0
(2.5)
où ti est l’instant d’ionisation. Autrement dit, nous négligeons l’extension du mouvement du
paquet d’onde électronique à travers la barrière, et nous considérons qu’il perd toute son énegie
cinétique en la traversant. Nous trouvons successivement :
x˙(t) = −E0
ω0
(sin(ω0t)− sin(ω0ti)) (2.6)
x(t) = E0
ω20
(cos(ω0t)− cos(ω0ti)) + E0
ω0
sin(ω0ti)(t− ti) (2.7)
Le paquet d’onde électronique oscille donc autour de son atome parent situé en x = 0. Ce-
pendant, il s’étale dans la dimension transverse au cours de sa propagation, réduisant ainsi la
probabilité de recombinaison en x = 0 à chaque période, si bien que seul le premier retour sera
finalement significatif. En résolvant l’équation x(tr) = 0, nous obtenons donc un unique instant
de recombinaison tr dépendant de l’instant d’ionisation ti. Nous calculons alors l’énergie ciné-
tique à la recombinaison E(tr) = Ec représentée en fonction de (ti, tr) sur la figure 2.3 [Kazamias
et Balcou 2004]. Cette énergie passe par un maximum qui vaut Emaxc = 3.17Up. L’énergie de
photon émise lors de la recombinaison est donnée par la conservation de l’énergie :
~ω = Ip + Ec (2.8)
où ω est la fréquence du photon émis. Nous avons donc une loi de coupure ~ωmax = Ip + 3.17Up
qui détermine l’énergie de photon maximale pouvant être émise lors du processus. De plus,
nous observons sur la figure 2.3 que pour chaque énergie, nous avons deux couples (ti, tr) de
solutions possibles, correspondant à deux familles de trajectoires nommées "courtes" et "longues"
relativement à la longueur de l’excursion du paquet d’onde électronique dans le continuum. Ces
deux familles de trajectoires convergent jusqu’à se confondre à l’énergie de coupure.
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Figure 2.3 – Energie à la recombinaison en fonction des instants d’ionisation (pointillés) et de
recombinaison (traits pleins). Les trajectoires courtes et longues sont représentées respectivement
en vert et en bleu. Figure extraite de [Géneaux 2016].
Enfin, notons que ce processus en trois étapes se reproduit au voisinage de chaque maximum
et minimum du champ électrique, c’est-à-dire tous les demi-cycles optiques. Cette périodicité
temporelle de T0/2 se traduit dans le domaine spectral par une périodicité de 2ω0. Le milieu
de génération étant centro-symétrique, les harmoniques émises sont impaires. Temporellement,
l’émission prend alors la structure d’un train d’impulsions attosecondes [Antoine et al. 1996a,
Paul et al. 2001], chaque impulsion étant séparée de la suivante par T0/2.
2.1.2 Description quantique : le modèle de Lewenstein
Un traitement totalement quantique a été développé par [Lewenstein et al. 1994] afin de
décrire le processus de génération d’harmoniques de manière plus quantitative et rigoureuse,
dont nous présentons ici succinctement les grandes lignes.
Nous commençons par écrire l’équation de Schrödinger pour un seul électron soumis à un
champ électrique ~E(t) :
i
∂ |ψ(t)〉
∂t
=
(
−∇
2
r
2 + V0(~x) +
~E · ~x
)
|ψ(t)〉 (2.9)
où V0(~x) est le potentiel atomique et ~E · ~x le potentiel d’interaction avec le champ.
Le modèle de Lewenstein repose sur les approximations suivantes :
— Seul l’état fondamental de la structure atomique est considéré. Cette hypothèse est va-
lable dans le régime d’ionisation tunnel : le laser n’induit pas de transfert de population
significatif vers les états excités.
— L’électron est considéré libre dans le continuum. Le laser est supposé suffisamment intense
pour qu’une fois libéré, l’électron ne ressente plus le potentiel coulombien du noyau : il
s’agit de l’approximation de champ fort (souvent abrégée en "SFA" pour Strong Field
Approximation en anglais), déjà évoquée dans l’approche classique.
— La déplétion du niveau fondamental est négligée. Nous considérerons en effet que l’éclai-
rement du gaz cible est inférieur à son éclairement de saturation, de sorte que le taux
d’ionisation reste faible.
Dans ces conditions, nous pouvons calculer le moment dipolaire :
~x(t) = 〈ψ(t)|~x|ψ(t)〉 (2.10)
= −i
∫ t
0
dti
∫
d~p ~d?
~p+ ~A(t)e
iS(~p,ti,t) ~E(ti)~d~p+ ~A(ti) (2.11)
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avec ~p le moment canonique, ~d un dipôle de transition, ~A le potentiel vecteur du champ électro-
magnétique et S l’intégrale d’action. Nous reconnaissons dans l’équation (2.11) les trois étapes
du modèle semi-classique :
1. À l’instant d’ionisation ti, une partie du paquet d’onde électronique, ayant une impulsion
~p+ ~A(ti), passe d’un état lié à un état du continuum en réalisant une transition dipolaire
d’amplitude ~E(ti)~d~p+ ~A(ti).
2. Puis, entre les instants ti et tr, le paquet d’onde électronique se propage librement dans le
continuum sous l’action du champ laser et acquiert alors une phase donnée par l’intégrale
d’action S(~p, ti, tr) = −
∫ tr
ti
(
(~p+ ~A(t′))2
2 + Ip
)
dt′.
3. Enfin, à l’instant de recombinaison tr, le paquet d’onde électronique a une impulsion
~p + ~A(tr) et comme le dipôle de recombinaison est le conjugué du dipôle de photo-
ionisation, la probabilité de transition dipolaire électrique s’écrit ~d?
~p+ ~A(tr)
.
Pour obtenir le spectre harmonique, il suffit de calculer la transformée de Fourier du moment
dipolaire :
~x(ωq) =
∫ +∞
−∞
~x(tr)eiωqtrdtr (2.12)
=
∫ +∞
−∞
dtr
∫ tr
0
dti
∫
d~p ~b(~p, ti, tr)eiφq(~p,ti,tr) (2.13)
Nous pouvons reconsidérer l’équation (2.13) dans le cadre de la théorie des intégrales de chemin
de Feynman [Salières et al. 2001]. Nous avons là une somme cohérente des contributions de tous
les chemins quantiques reliant l’état initial à l’état final. Le poids de chaque contribution est
un nombre complexe d’amplitude ~b(~p, ti, tr) et de phase donnée par l’intégrale d’action classique
suivant le chemin emprunté :
φq(~p, ti, tr) = ωqtr −
∫ tr
ti

(
~p+ ~A(t′)
)2
2 + Ip
 dt′ (2.14)
Parmi l’infinité de chemins quantiques possibles, nous pouvons chercher ceux qui dominent en
appliquant le principe de la phase stationnaire. Le calcul de ~∇φq(~p, ti, tr) = 0 mène à des
équations de point selle dont la résolution permet de trouver (~p, ti, tr). Deux trajectoires sont
ainsi identifiées, correspondant à des temps d’excursion τ = tr− ti courts et longs. Comme nous
pouvons le voir sur la figure 2.4, les résultats obtenus sont très proches de ceux du modèle semi-
classique à trois étapes : nous observons des instants d’ionisation et de recombinaison légèrement
différents ainsi qu’une correction à la loi de la coupure.
Finalement, la figure 2.5 illustre la structure typique d’un spectre harmonique. Les ordres
les plus bas sont générés par des processus multiphotoniques (voir l’annexe A) : leur intensité
décroît selon une loi perturbative. Dans la région appelée "plateau", l’intensité est constante en
fonction de l’ordre harmonique, puis décroît très rapidement au-delà de la fréquence de coupure.
2.1.3 L’accord de phase
Nous venons d’étudier la réponse d’un atome unique dans le cadre de l’approximation de
champ fort. Or d’un point de vue macroscopique, le rayonnement harmonique est la somme co-
hérente des contributions de tous les atomes uniques éclairés par le laser. Par conséquent, si ces
contributions ne sont pas en phase, des interférences destructives empêcheront l’émission harmo-
nique. Une bonne compréhension de ce phénomène est essentielle pour expliquer les propriétés
macroscopiques du rayonnement harmonique [Salières et al. 1995] et optimiser le rendement du
processus de génération [Kazamias et al. 2003].
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Figure 2.4 – Partie réelle des instants d’ionisation et de recombinaison en fonction de l’ordre
harmonique, calculés dans l’argon à 1.2×1014 W/cm2 par résolution des équations complexes de
point selle (lignes épaisses bleues). Les trajectoires courtes sont représentées en traits continus
et les longues en tirets. Les lignes fines violettes sont les résultats du calcul classique. Figure
extraite de [Mairesse 2005].
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Figure 2.5 – Spectre harmonique typique adapté de [Salières et Lewenstein 2001].
Intéressons-nous pour commencer à la phase atomique donnée par l’équation (2.14). [Varjú
et al. 2005] ont mis en évidence la dépendance quasiment linéaire de celle-ci vis à vis de l’intensité
infrarouge pour les harmoniques du plateau (figure 2.6) :
φjq = −αjqI (2.15)
où j désigne la trajectoire considérée. Notons que la pente obtenue pour la trajectoire longue
αlongueq ≈ −25×10−14 cm2/W est nettement plus forte que celle trouvée pour la trajectoire courte
αcourteq ≈ −1 × 10−14 cm2/W. Par ailleurs, la valeur de αcourteq croît avec l’ordre harmonique
tandis que celle de αlongueq décroît. Cette remarque aura un impact sur les profils spatiaux des
harmoniques. En effet, au niveau macroscopique, dans le cas d’un profil transverse d’intensité
gaussien, la phase atomique introduit une courbure du front de phase, ce qui va modifier la
divergence des harmoniques. Ainsi, dans le plateau, les trajectoires courtes seront moins diver-
gentes que les longues, et dans la coupure les deux finissent par se confondre (αcourteq et αlongueq
convergent vers une valeur de l’ordre de −12× 10−14 cm2/W).
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Figure 2.6 – Figure adaptée de [Varjú et al. 2005]. À gauche : évolution de la phase atomique
en fonction de l’intensité laser, calculée pour l’harmonique 19 générée dans l’argon. À droite :
dérivée de la phase atomique par rapport à l’intensité laser, en fonction de l’ordre harmonique,
pour une intensité laser de 1.5 × 10−14 W/cm2. Les traits pleins (respectivement pointillés)
représentent la trajectoire courte (respectivement longue). Les cercles pleins (respectivement
vides) proviennent de mesures expérimentales (respectivement de simulations numériques).
Revenons à notre problème principal : pour observer macroscopiquement un rayonnement
harmonique, il faut que toutes les contributions des atomes uniques soient en phase. La phase
atomique que nous venons de détailler aura un effet important, mais ce n’est pas la seule à
prendre en compte : les phases associées à la dispersion des particules neutres et chargées, ainsi
que la phase de Gouy peuvent également jouer un rôle dans la somme cohérente des contributions.
La condition d’accord de phase pour l’harmonique q s’écrit généralement :
~kq = q~k1 +
−→
∆k (2.16)
où
−→
∆k est le désaccord de phase regroupant les quatre phases précédemment mentionnées. Notons
que
−→
∆k dépend de l’ordre harmonique. Néanmoins, dans le plateau (et en l’absence de toute
résonance), toutes les harmoniques présentent un comportement similaire. [Balcou et al. 1997]
ont évalué l’évolution spatiale de ce désaccord de phase dans le cas des trajectoires courtes et
longues séparément. La figure 2.7 montre les cartes obtenues pour l’harmonique 45.
Figure 2.7 – Figure adaptée de [Balcou et al. 1997]. Désaccord de phase pour la trajectoire
courte à gauche et longue à droite. Le laser se propage de la gauche vers la droite et son foyer
se situe en z = 0. Les zones les plus claires correspondent à un bon accord de phase. Les flèches
représentent la direction d’émission du champ harmonique. Les lignes en pointillés verticales
indiquent les position des optima de génération d’harmoniques. Le calcul a été réalisé à une
intensité de 6× 1014 W/cm2 dans le néon, pour l’harmonique 45 et avec un paramètre confocal
de 5 mm.
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Pour la trajectoire courte, le désaccord de phase est maximal vers z ≈ −0.5 mm. Si nous nous
éloignons trop du foyer, l’éclairement diminue et la génération sera moins efficace. Les auteurs
montrent que l’optimum se situe en aval du foyer à z = 3 mm, où le désaccord de phase reste
faible sur un assez grand volume. C’est donc à cet endroit que nous devons placer notre jet de
gaz pour maximiser le rendement harmonique dans ce cas.
Concernant la trajectoire longue, nous observons une structure un peu plus complexe. Le
désaccord de phase est minimal au niveau des zones B et D. La seconde étant bien plus éten-
due que la première, elle contribuera majoritairement à l’émission harmonique. Cette fois-ci,
l’optimum se situe donc en amont du foyer à z = −1 mm.
En conclusion, nous pourrons expérimentalement favoriser les trajectoires courtes (respecti-
vement longues) en focalisant en amont (respectivement en aval) du jet de gaz.
2.2 Aspects expérimentaux
Intéressons-nous dans cette section à la mise en œuvre expérimentale de la génération d’har-
moniques d’ordre élevé dans les gaz. Nous décrivons ici le dispositif utilisé lors de toutes les
expériences réalisées à Saclay présentées dans ce manuscrit.
2.2.1 Le système laser
LUCA (Laser Ultra-Court Accordable) est une chaîne laser amplifiée par la technique d’am-
plification à dérive de fréquence (Chirped Pulse Amplification) [Strickland et Mourou 1985] em-
ployant le titane-saphir comme milieu à gain. Nous partons d’un oscillateur commercial lasant à
800 nm et délivrant des impulsions de 30 fs à une cadence de 76 MHz. Dans un premier temps,
ces impulsions sont étalées temporellement à l’aide d’un étireur de Öffner. Elles sont ensuite am-
plifiées d’abord par une cavité régénérative (gain ×106) puis par un amplificateur multi-passage
(gain ×20), tous deux pompés par des lasers Nd:YAG doublés en fréquence, eux-mêmes pompés
par des lampes flash à 20 Hz. Après ces deux étages d’amplification, le faisceau subit une étape
de filtrage modal par une fibre creuse de longueur 30 cm et de diamètre 128 µm, permettant de
sélectionner un mode de propagation très proche d’un mode gaussien pur [Mahieu et al. 2015].
Enfin, les impulsions sont recomprimées dans un compresseur à réseaux. Ainsi, le laser LUCA
délivre des impulsions de profils temporel et spatial gaussiens, d’énergie 35 mJ et de durée 60
fs, à un taux de répétition de 20 Hz et à une longueur d’onde de 792 nm. La qualité spatiale
du faisceau est un atout majeur de LUCA pour nos expériences mettant en jeu des modes de
Laguerre-Gauss et Hermite-Gauss.
2.2.2 La génération d’harmoniques d’ordre élevé
Les principaux éléments permettant d’ajuster les paramètres laser afin de contrôler la géné-
ration d’harmoniques d’ordre élevé sont représentés sur la figure 2.8.
Un iris et un atténuateur constitué d’une lame demi-onde suivie d’une paire de polariseurs
(lames à l’incidence de Brewster) permettent de régler respectivement le diamètre et l’énergie du
faisceau infrarouge. Une lentille sert ensuite à focaliser le laser dans le jet de gaz. Dès lors, nous
travaillons sous vide, d’une part car le faisceau infrarouge est suffisamment intense lorsqu’il est
focalisé pour ioniser l’air ou simplement perdre sa structure gaussienne spatiale et temporelle par
effets non-linéaires, et d’autre part car le rayonnement harmonique (dans l’extrême ultraviolet)
serait très vite absorbé par l’air. Le gaz servant à la génération est délivré par une vanne pulsée
synchronisée sur la cadence du laser grâce à un système piézo-électrique. Ceci permet d’injecter
environ 10 mbar de gaz tout en limitant la pression résiduelle dans la chambre à vide. Notons
par ailleurs que l’orifice de la vanne est choisi suffisamment petit (150 µm) pour que le jet de
gaz ait une extension supersonique. Nous disposons ainsi d’une longueur d’interaction (dans la
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Figure 2.8 – Montage expérimental de génération d’harmoniques d’ordre élevé. La lumière se
propage de la gauche vers la droite. En rouge : le faisceau fondamental issu du laser LUCA. En
violet : le faisceau harmonique généré. L : lentille convergente. Ar : jet de gaz d’argon. Après la
traversée du jet, il reste beaucoup d’infrarouge mais nous avons choisi de ne pas le représenter
ici par souci de clarté.
dimension longitudinale) assez courte, limitant les effets d’accord de phase qui pourraient nuire
à l’efficacité de la génération.
Typiquement, nous parvenons à générer efficacement des harmoniques avec le laser LUCA
dans l’argon (ce gaz est intéressant car il est simple, peu coûteux et possède une grande section
efficace) pour un diamètre de faisceau de l’ordre de 10 mm, une énergie d’environ 3 mJ et une
focale d’un mètre.
2.2.3 Le spectro-photomètre
Pour les expériences présentées dans ce manuscrit, nous avons besoin d’imager le profil spatial
d’intensité des harmoniques séparément. Pour ce faire, nous nous sommes inspirés des travaux
de [Ruf 2012] pour concevoir un spectromètre de photons réalisant une imagerie de qualité. Le
dispositif est illustré sur la figure 2.9.
Figure 2.9 – Spectromètre imageur de photons inspiré de [Ruf 2012]. MS : miroir sphérique en
B4C. R : réseau plan en or. MCP : galettes de micro-canaux (Micro-Channel Plates) associées
à un écran de phosphore. Sur cette figure, la lumière se propage du bas à gauche vers le haut à
droite.
L’élément clé de tout spectromètre est naturellement le réseau de diffraction. Habituellement,
la communauté utilise des réseaux cylindriques à pas variable, éclairés en incidence rasante pour
optimiser la réflectivité. Ces réseaux focalisent dans une seule dimension, celle qui disperse le
spectre harmonique, formant alors une image spatio-spectrale (c’est-à-dire sur laquelle nous
lisons la fréquence dans une dimension et la divergence dans l’autre : voir la figure 2.10). Ici,
nous n’avons pas besoin d’un excellent pouvoir de résolution ; au contraire, nous cherchons à
minimiser le couplage spatio-spectral afin d’obtenir une image spatio-spatiale des harmoniques.
Il nous faut pour cela maximiser (en veillant à ce que les harmoniques restent séparables) la
divergence totale à mi-hauteur des pics de diffraction qui est donnée par [Gross 2005] :
∆θ1/2 =
λ
2gN (2.17)
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où g est le pas du réseau et N le nombre de traits éclairés. Ainsi, la finesse du réseau augmente
avec le nombre de traits contribuant au phénomène d’interférence. Nous devrons donc illuminer
le moins de traits possible. À cette fin :
1. Nous choisirons un réseau plan (pour la qualité d’imagerie) en or (pour la réflectivité dans
l’extrême ultraviolet) de 600 traits/mm. Ce réseau présente également l’avantage d’être
environ vingt fois moins onéreux que les réseaux cylindriques à pas variables couramment
utilisés pour les expériences de génération d’harmoniques.
2. Nous re-focaliserons au préalable notre faisceau harmonique et placerons le réseau au
plus près du foyer en veillant naturellement à rester sous le seuil de dommage du réseau
(environ 15 mJ/cm2). Le fait d’illuminer le réseau en lumière convergente contribue, en
enrichissant le faisceau en composantes spatiales, au rendu spatio-spatial de l’image.
Toujours dans un souci de déformer le moins possible notre image, nous ferons travailler notre
réseau en incidence proche de la normale (au détriment de la réflectivité).
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Figure 2.10 – Distribution spatio-spectrale d’intensité. Figure tirée de [Gonzalez et al. 2018].
Nous devons donc également choisir une optique de focalisation. Tout d’abord, le domaine
spectral exploré (l’extrême ultraviolet) nécessite que cette optique travaille en réflexion. Ensuite,
si nous voulons par la suite observer des modes de Laguerre-Gauss, nous devons à tout prix
minimiser l’astigmatisme. Un miroir sphérique en incidence quasi-normale répond à ce critère
de manière tout à fait acceptable. Là encore, le choix de l’incidence est défavorable au flux de
photons. Un revêtement en B4C offre une réflectivité de 10 à 30% jusqu’à l’harmonique 19 pour
une incidence de 10° (voir la figure 2.11).
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Figure 2.11 – Réflectivité mesurée du miroir en B4C en fonction de la longueur d’onde. L’angle
d’incidence est de 10°. Figure adaptée de [Ruf 2012].
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Le dernier objectif de notre spectromètre est bien évidemment de recueillir les photons har-
moniques. Ceci est réalisé par un assemblage de galettes de micro-canaux et d’un écran de
phosphore, permettant de convertir nos photons harmoniques d’abord en électron puis en lu-
mière visible. Nous enregistrons finalement l’image formée sur le phosphore à l’aide d’une caméra
CCD (Charge-Coupled Device).
Comme nous le comme nous le voyons sur la figure 2.12, notre spectro-photomètre fournit
une qualité d’imagerie satisfaisante et présente de plus l’avantage d’être peu coûteux. En re-
vanche, sa transmission est assez faible en raison des deux réflexions en incidence normale, mais
notre génération d’harmoniques avec LUCA est largement assez efficace pour recueillir un signal
suffisant. La méthode de calibration de ce spectromètre est détaillée dans [Géneaux 2016].
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Figure 2.12 – Spectre harmonique obtenu avec notre spectro-photomètre.
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Deuxième partie
La génération d’harmoniques avec
un faisceau portant du moment
angulaire
Dans la partie I, nous avons défini les deux notions centrales de cette thèse, que
sont le moment angulaire de la lumière et la génération d’harmoniques d’ordre élevé.
Nous pouvons alors les assembler dans cette partie II et présenter des résultats sur
la génération d’harmoniques à partir d’un faisceau portant du moment angulaire,
posant ainsi les jalons des principaux travaux de cette thèse, exposés dans les parties
III et IV.
Cette partie s’articule autour de trois chapitres relativement courts. Les deux
premiers traitent de la génération d’harmoniques avec un faisceau de Laguerre-Gauss,
et le troisième de la génération avec un faisceau polarisé elliptiquement. La plupart
des résultats discutés ici synthétisent ceux issus de la précédente thèse sur le sujet
au sein du groupe [Géneaux 2016] ou de la littérature, et constituent donc un pré-
requis pour comprendre les travaux originaux présentés dans les parties suivantes de
ce manuscrit. La conclusion de cette partie mettra en lumière nos motivations pour
étudier les schémas de génération d’harmoniques à deux faisceaux au cœur de cette
thèse.
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Chapitre 3
Conservation de l’indice azimutal
lors de la génération d’harmoniques
à partir d’un faisceau de
Laguerre-Gauss
Les propriétés des modes de Laguerre-Gauss les rendent intéressants pour de nombreuses
applications telles que l’information quantique [Wang et al. 2012, Borges et al. 2010, Leach
et al. 2010], la microscopie de contraste de phase [Fürhapter et al. 2005] ou de déplétion par
émission stimulée [Hell et Wichmann 1994], la manipulation de microparticules [Yao et Padgett
2011], la structuration de matériaux [Toyoda et al. 2012]... Tous ces travaux ont été réalisés dans
le domaine visible ou infrarouge. Pourtant, nombre d’entre elles gagneraient en résolution ou en
efficacité en passant dans l’extrême ultraviolet.
Nous avons vu dans le chapitre 1 comment synthétiser des faisceaux portant du moment
angulaire orbital dans les domaines du visible et de l’infrarouge. Malheureusement, ces techniques
ne peuvent être directement appliquées dans l’extrême ultraviolet (à cause de la forte absorption
dans cette gamme spectrale). Les lasers à électrons libres et les sources basées sur la génération
d’harmoniques d’ordre élevé permettent la conversion vers les courtes longueurs d’ondes. Si les
premiers ont récemment prouvé leur capacité de générer des faisceaux XUV portant du moment
angulaire orbital [Hemsing et al. 2013, Ribič et al. 2017], les sources harmoniques présentent
cependant l’avantage d’être beaucoup plus compactes. Les harmoniques héritent de la plupart
des propriétés du fondamental, comme la cohérence, la durée ou la divergence. De plus, le
transfert de moment angulaire orbital lors de processus non-linéaires d’ordres plus faibles, comme
la génération de seconde harmonique [Dholakia et al. 1996, Courtial et al. 1997, Roger et al.
2013], les mélanges à trois ondes [Caetano et al. 2002, Camper et al. 2017] ou encore l’effet
Raman [Strohaber et al. 2012], a été démontré. Ainsi, la génération d’harmoniques se présente
comme un candidat de choix pour transférer les propriétés des faisceaux de Laguerre-Gauss de
l’infrarouge à l’extrême ultraviolet.
Nous proposons donc dans ce chapitre d’étudier la génération d’harmoniques à partir d’un
faisceau de Laguerre-Gauss. Nous nous concentrerons ici sur la conservation de l’indice azimutal,
autrement dit sur le transfert de moment angulaire orbital aux harmoniques. D’autres applica-
tions que celles citées précédemment pourraient bénéficier de ces résultats, comme la découverte
de nouvelles formes de dichroïsmes [van Veenendaal et McNulty 2007, Zambrana-Puyalto et al.
2014] ou encore l’émergence de nouveaux outils de diagnostic ultra-rapides [Hernández-García
et al. 2013, Pariente et Quéré 2015].
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faisceau de Laguerre-Gauss
3.1 Profils spatiaux d’harmoniques générées à partir d’un fais-
ceau de Laguerre-Gauss
Commençons par réaliser l’expérience de génération d’harmoniques d’ordres élevé avec un
faisceau de Laguerre-Gauss. Après avoir présenté le montage expérimental, nous décrirons les
profils d’intensité obtenus pour chaque configuration.
3.1.1 Dispositif expérimental
Les expériences décrites dans ce chapitre ont été réalisées juste avant le début de cette
thèse [Géneaux 2016]. Le système d’imagerie XUV était alors différent de celui présenté dans le
chapitre 2. L’ensemble du dispositif expérimental est illustré sur la figure 3.1.
Aspects expérimentaux de la génération d’harmoniques d’ordre élevé
d’onde λ est donné par la formule :
mλ = sin α + sin β
σ
,
où m est l’ordre de diffraction considéré (généralement 1), σ le nombre de traits par
mètre (1200 traits/mm dans notre cas), α et β les angles d’incidence et de réflexion,
définis par rapport à la normale au réseau (la documentation donne α = 87° pour
un fonctionnement optimal).
Le réseau de diffraction est cylindrique, le rendant focalisant uniquement dans la
dimension horizontale. Un rayonnement gaussien de faible large r spect ale ∆λ et
de larg ur spatiale w(z) formera donc dans plan focal du r seau une fi e ligne
v rticale de largeur p oportionnelle à ∆λ et de hauteur w(z). On image ainsi à la
fois les dimensions spectrale et spatiale, si on suppose la symétrie cylindrique. Ce
spectre est imag par des ga ettes de micro-canaux couplées à un écran de phos-
phore, lui-même observé par une caméra CCD Basler A102f.
L’intégralité du dispositif expérimental est représenté sur la Figure 2.4.
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FIGURE 2.4 – Dispositif expérimental de génération et détection d’harmoniques
d’ordre élevé.
Les figures 2.5 et 2.6 présentent des spectres obtenus avec ce dispositif en utilisant
respectivement l’argon et le néon comme gaz de génération. On observe les ordres
harmoniques allant de 13 à 29 dans l’argon, et de 13 à 57 dans le néon. Le poten-
tiel d’ionisation du Néon, plus élevé que celui de l’argon, a permis d’utiliser une
intensité plus importante sans ioniser complètement le milieu. Conformément à la
loi de coupure on obtient dans ce cas un spectre plus étendu. Sur le spectre de l’ar-
gon, on observe clairement les deux premières trajectoires quantiques de la GHOE
(voir partie 1.3) : une contribution sur l’axe correspond à la trajectoire courte et une
plus divergente et moins intense correspond à la trajectoire longue. Dans le cas du
néon, les conditions d’accord de phase utilisées favorisent la trajectoire courte. On
remarque également que la divergence de la trajectoire courte (resp. longue) aug-
mente (rep. diminue) avec l’ordre harmonique, jusqu’à ce que les deux trajectoires
se confondent dans la coupure. Notons finalement la présence sur le spectre du
27
Lame de 
phase
Figure 3.1 – Schéma du montage expérimental utilisé lors des expériences de génération d’har-
moniques à partir d’un faisceau de Laguerre-Gauss. Figure adaptée de [Géneaux 2016].
Comme dans toute expérience de génération d’harmoniques, un iris, un atténuateur constitué
d’une lame demi-onde et d’un polariseur (deux lames à l’incidence de Brewster), ainsi qu’une
lentille convergente permettent d’optimiser les paramètres du faisceau i frarouge pour la généra-
tion. Afin de synthétiser des faisceaux de Laguerre-Gauss, la technique reposant sur des éléments
optiques diffract fs est utilisée. Di po ant de deux lames de phase en spirale, l’une allant de 0 à
2pi et l’autre de 0 à 4pi (pour λ = 800 nm), nous ouvons produire les mod s infrarouges `1 = 1,
`1 = 2 et `1 = 3 (en associant les deux lames dans l même sen ). Nous supposons ici que l’indice
radial des faisceaux ainsi obtenus est nul.
Une fois les harmoniques générées dans le jet d’argon, elles sont focalisées au niveau d’une
bouteille magnétique à temps de vol à l’aide d’un miroir torique. Ces éléments ne sont pas
nécessaires pour les expériences décrites ici. Ensuite, le faisceau XUV est imagé sur des galettes
de micro-canaux associées à un écran de phosphore grâce à un réseau de diffraction cylindrique,
qui focalise et sépare les composantes spectrales dans la dimension horizontale. Afin de détériorer
le moins possible le profil spatial des harmoniques, le plan de détection est placé légèrement hors
foyer (voir la thèse de [Géneaux 2016]).
3.1.2 Résultats obtenus
La figure 3.2 présente les profils spatiaux d’intensité obtenus pour trois valeurs différentes
du moment angulaire orbital du faisceau infrarouge.
Les harmoniques présentent dans chaque cas un profil d’intensité annulaire, légèrement dé-
formé à cause des optiques astigmatiques utilisées (i.e. le miroir torique et le réseau cylindrique).
Cependant, ne disposant pas d’information quant à leur profil de phase, nous ne pouvons affir-
mer qu’il s’agit de modes de Laguerre-Gauss et donc encore moins conclure qu’elles portent du
moment angulaire orbital.
Néanmoins, nous remarquons que pour une charge topologique infrarouge donnée, toutes
les harmoniques ont la même taille. De plus, la taille des anneaux augmente légèrement avec
36 Génération d’harmoniques d’ordre élevé à deux faisceaux portant du moment angulaire
Chapitre 3. Conservation de l’indice azimutal lors de la génération d’harmoniques à partir d’un
faisceau de Laguerre-GaussProfils spatiaux d’harmoniques d’ordre élevé obtenues à partir d’un faisceau de Laguerre-Gauss
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FIGURE 9.9 – Intensité normalisée des harmoniques 13 à 25 générées dans l’argon
et observées en champ lointain, en utilisant `1 = 1 (ligne du haut), `1 = 2 (ligne du
milieu) et `1 = 3 (ligne du bas). Le détecteur (MCP) est placé 8 cm avant le plan
spectral du réseau de diffraction, comme expliqué plus haut1. Sur la droite, coupe
de l’intensité le long de la ligne pointillée verticale blanche. Les lignes pointillées
horizontales blanches représentent la position moyenne des maxima des anneaux.
devient mauvaise pour des `1 élevés (voir la figure 9.7). Il est également possible
que l’intensité plus faible au foyer des modes d’indices élevés nous force à utiliser
un faisceau de diamètre avant focalisation plus grand et donc plus aberrant.
Finalement, on remarque que l’émission harmonique n’est constituée que d’un seul
anneau. Comme nous le verrons par la suite, cela signifie que seule la trajectoire
quantique courte a un accord de phase favorable dans nos conditions expérimen-
tales. On montrera également que dans ces conditions, le champ de chaque har-
monique est constitué principalement d’un unique mode de Laguerre-Gauss. En-
fin, remarquons que la divergence des harmoniques (dimension verticale) semble
constante avec l’ordre harmonique, et ce pour chaque valeur de `1. On mesure le
diamètre moyen des anneaux, qui vaut 1.01± 0.02 mm, 1.33± 0.04 mm et 1.61± 0.01
mm.
1. Comme expliqué ci-dessus, ce "déréglage" du spectromètre implique que la dimension horizon-
tale ne soit pas purement spectrale, le détecteur n’étant pas au foyer du spectromètre. Par commodité
nous continuons cependant à appeler cet axe "énergie".
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Figure 3.2 – Intensités normalisées des harmoniques 13 à 25 générées à partir d’un faisceau
fondamental portant une charge topologique (a) `1 = 1, (b) `1 = 2 et (c) `1 = 3. Sur la droite sont
représentées les coupes d’intensité le long de la ligne en ointillés blanche verticale. Les positions
moyennes des maxima des anneaux so t repér es par les lign s n pointillés horizontales.
`1. Nous verrons dans la section 3.2 comment exploiter cette signature pour établir la règle de
transfert du moment angulaire orbital lors de la génération d’harmoniques d’ordre élevé.
Enfin, il est intéressant de noter que lorsque l’indice azimutal du faisceau pilote augmente,
son intensité pic diminue (voir le chapitre 1). C’est pourquoi nous observons une diminution de
l’énergie de coupure quand `1 augmente.
3.2 Conservation du moment angulaire orbital
Afin de déterminer si nos harmoniques portent du moment angulaire orbital et en quelle
quantité, nous pouvons nous appuyer sur les simulations numériques de Thierry Auguste ainsi
que sur la taille des anneaux générés.
3.2.1 Simulations numériques
Une simulation complète de l’expérience (même la lame de phase a été simulée), basée sur le
modèle quantique de la génération d’harmoniques, a été réalisée (pour `1 = 1). Le champ obtenu
en sortie du milieu de génération pour l’harmonique 15 est représenté sur la figure 3.3.
Le profil d’intensité exhibe une forme annulaire comme attendue. Notons cependant la pré-
sence de deux anneaux, l’un à l’intérieur et l’autre à l’extérieur de l’anneau principal, tous deux
d’intensité largement moindre que l’anneau central. Nous verrons dans le chapitre 4 à quoi est
due l’existence de ces anneaux supplémentaires. Quant à la phase, nous reconnaissons bien la
structure hélicoïdale d’un mode de Laguerre-Gauss d’indice azimutal `15 = 15.
Propageons ensuite le champ harmonique jusqu’au détecteur. Le profil d’intensité résultant
pour l’harmonique 33 est illustré sur la figure 3.4 dans le cas où le faisceau infrarouge porte un
moment angulaire orbital de 1 et de 2.
Dans les deux configurations, nous obtenons un anneau principal bien homogène, signe que
l’indice azimutal est bien défini, ainsi qu’un anneau externe moins intense, dû à une légère
impureté du mode infrarouge en termes d’indice radial d’une part, et à la contribution de la
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FIGURE 10.6 – Intensité et phase transverse de l’harmonique 15 au foyer quand
l’infrarouge porte `1 = 1, obtenues par la simulation 4D décrite ci-dessus.
Comme attendu, on obtient un profil de phase hélicoïdal, effectuant `15 = 15 sauts
de phase pour θ allant de 0 à 2pi. Remarquons au passage que le profil d’inten-
sité est un peu différent de ce qu’on a vu jusqu’à présent : il semble présenter une
frange sombre au milieu de l’anneau principal. Ce point sera expliqué par la suite.
Le champ au foyer peut ensuite être propagé jusqu’au champ lointain en calculant
l’intégrale de Fresnel. On intègre ensuite temporellement pour imiter le comporte-
ment du détecteur. Pour une distance d’observation z = z f , ceci s’écrit :
I(X,Y,z f ) = ∫ ∣∬ Eq(x,y,z = 0,t)e−kq Xx+Yyz f dxdy∣2 dt,
où (x,y) et (X,Y) sont respectivement les coordonnées cartésiennes en champ
proche et en champ lointain. La figure 10.7 présente l’intensité obtenue pour les
harmoniques 15, 25 et 33 avec z f = 80 cm, pour `1 = 1, 2.
Contrairement aux profils expérimentaux, ces images présentent une série d’an-
neaux concentriques autour d’un anneau central. Comme on le montrera, l’anneau
le plus intense et central est généré par la trajectoire courte de la GHOE, tandis que
les anneaux supplémentaires sont dus à la trajectoire longue. Dans l’expérience,
on ne détecte que la contribution de la trajectoire courte, les conditions d’accord de
phase étant apparemment défavorables à la contribution de la longue. La figure 10.8
présente l’évolution du diamètre des anneaux, paramètre identifié comme central.
Comme attendu, le diamètre est relativement constant sur tout le spectre, mis à
part un saut vers l’harmonique 27. Ceci coïncide avec le domaine où les deux tra-
jectoires quantiques commencent à fusionner : l’énergie de coupure est attendue à
Ic = Ip + 3.17Up = 28.3× (h¯ωIR). Dans cette zone, les trajectoires peuvent interférer
spatialement et modulent le profil spatial des harmoniques. Le saut est alors inter-
prété comme le passage d’une frange d’interférence sur l’anneau central. Cet effet
est bien connu dans la GHOE par faisceau Gaussien [Zaïr et al., 2008].
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Figure 3.3 – Profils d’intensité et de phase en champ proche calculés numériquement pour
l’harmonique 15 générée à partir d’un faisceau infrarouge d’indice azimutal 1.
10.3 Modèle quantique : une simulation complète de l’expérience réalisée
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FIGURE 10.7 – Profil transverse d’intensité des harmon que 15, 25 et 33 propagé 80
cm après le milieu de génération. Le laser infrarouge porte respectivement `1 = 1 et
2 sur la ligne du haut et du bas. Des coupes des profils sont réalisées selon les lignes
jaunes.
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FIGURE 10.8 – Diamètre des anneaux harmonique en champ lointain pour `1 = 1
(cercles rouges) et `1 = 2 (triangles bleus).
Lorsqu’on double le MAO du faisceau de génération, le diamètre des harmoniques
augmente de 1.4 ≈ √2, ce qui est en accord avec la loi en √`1 trouvée plus haut
(10.4).
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FIGURE 10.8 – Diamètre des anneaux harmonique en champ lointain pour `1 = 1
(cercles rouges) et `1 = 2 (triangles bleus).
Lorsqu’on double le MAO du faisceau de génération, le diamètre des harmoniques
augmente de 1.4 ≈ √2, ce qui est en accord avec la loi en √`1 trouvée plus haut
(10.4).
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(b) `1 = 2
Figure 3.4 – Profils d’intensité obtenus en champ lointain pour l’harmonique 33 générée à partir
d `1 = 1 (a) et `1 = 2 (b). Des coupes s nt réalisées e long des lignes jau es.
trajectoire longue d’autre part, comme nous le verrons dans le chapitre 4. Dans nos expériences,
les conditions de focalisation sont telles que la trajectoire longue n’est pas présente.
Enfin, la figure 3.5 présente l’évolution de la taille des anneaux en fonction de l’ordre harmo-
nique, dans le cas de moments angulaires orbitaux de 1 et 2 pour l’infrarouge. Nous obtenons des
résultats en excellent accord avec les observations expérimentales : pour une charge topologique
infra ouge donnée, nous obtenons des anneaux tous de même diamètre (hormis un petit saut
entre les harmoniques 25 et 27 que nous pouvons attribuer à une interférence entre trajectoires
quantiques au voisinage de la coupure [Zaïr et al. 2008]). Notons que ceux générés à partir de
`1 = 2 sont e viron 1.4 fois plus grands que ceux générés à partir de `1 = 1.
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FIGURE 10.8 – Diamètre des anneaux harmonique en champ lointain pour `1 = 1
(cercles rouges) et `1 = 2 (triangles bleus).
Lorsqu’on double le MAO du faisceau de génération, le diamètre des harmoniques
augmente de 1.4 ≈ √2, ce qui est en accord avec la loi en √`1 trouvée plus haut
(10.4).
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Figure 3.5 – Diamètre des anneaux harmoniques en champ lointain pour `1 = 1 et `1 = 2.
Ainsi, il semble bien que les anneaux observés expérimentalement soient effectivement des
modes de Laguerre-Gauss (quasiment) purs, ’indices azimutal `q = q`1 et radial p = 0. Nous
allons le vérifier par des calculs analytiques.
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3.2.2 Caractérisation de l’indice azimutal dans l’extrême ultraviolet
Il existe plusieurs techniques permettant de caractériser le moment angulaire orbital des
harmoniques. La plupart consiste en des mesures de la phase spatiale, soit par reconstruction du
front d’onde avec un analyseur de Hartmann [Article 1], soit par interférométrie avec un faisceau
harmonique de référence gaussien [Gariepy et al. 2014].
La méthode proposée ici se base uniquement sur les profils d’intensité des harmoniques.
Elle présente l’avantage d’être très peu coûteuse et extrêmement simple de mise en œuvre.
En revanche, elle prend pour acquise l’hypothèse que les anneaux constituent des modes de
Laguerre-Gauss purs.
Dans le chapitre 1, nous avons établi l’expression du rayon d’intensité maximale d’un mode de
Laguerre-Gauss d’indice radial nul (équation (1.21)). Pour l’harmonique q observée à la distance
z du foyer, à la longueur d’onde λq et avec l’indice azimutal `q, ce rayon s’écrit :
Rmax (λq, `q, z) = w (λq, z)
√
|`q|
2 = w (λq, z = 0)
√√√√1 + ( zλq
piw (λq, z = 0)2
)2√ |`q|
2 (3.1)
Émettons à présent l’hypothèse que les zones de haute intensité sont les mêmes pour les
harmoniques et l’infrarouge :
w (λq, z = 0)
√
|`q|
2 = w (λ1, z = 0)
√
|`1|
2 (3.2)
Ce postulat est tout à fait raisonnable puisque la génération d’harmoniques est un processus
extrêmement non-linéaire et est donc plus efficace au niveau des zones de forte intensité.
Puis remplaçons dans l’équation (3.1) pour obtenir :
Rmax (λq, `q) = w (λ1, z = 0)
√√√√1 + ( zλ1
piw (λ1, z = 0)2
`q
q`1
)2√ |`1|
2 (3.3)
De manière évidente, pour une valeur donnée de `1, l’unique solution produisant des anneaux
harmoniques tous de même taille est donnée par :
`q = q`1 (3.4)
L’observation expérimentale est donc compatible avec la conservation de l’indice azimutal lors
de la génération d’harmoniques à partir d’un faisceau de Laguerre-Gauss. Cette loi peut s’in-
terpréter en termes de photons : si l’émission de l’harmonique q correspond à l’absorption de q
photons fondamentaux (conservation de l’énergie), alors le moment angulaire orbital du photon
harmonique est égal à celui d’un photon infrarouge multiplié par le nombre de photons absorbés.
Compte de tenu de (3.4), l’équation (3.3) devient donc :
Rmax (λq, `q) = w (λ1, z = 0)
√√√√1 + ( zλ1
piw (λ1, z = 0)2
)2√ |`1|
2 (3.5)
Nous remarquons alors que lorsque l’on passe de `1 = 1 à `1 = 2, la taille des anneaux har-
moniques est multipliée par
√
2 ' 1.4, conformément aux résultats des simulations numériques
présentées plus haut.
En conclusion, ces travaux ont démontré la possibilité de transférer du moment angulaire
orbital de l’infrarouge à l’extrême ultraviolet grâce à la génération d’harmoniques d’ordre élevé.
Nous nous sommes focalisés ici sur l’indice azimutal des modes de Laguerre-Gauss et avons
obtenu des valeurs élevées de celui-ci du fait de la loi de conservation (3.4). Nous verrons respec-
tivement dans les chapitres 4 et 9 si l’indice radial est également conservé et comment générer
des harmoniques de charges topologiques arbitraires.
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Chapitre 3. Conservation de l’indice azimutal lors de la génération d’harmoniques à partir d’un
faisceau de Laguerre-Gauss
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Chapitre 4
L’indice radial : un nombre
quantique non conservé ?
Nous venons de montrer dans le chapitre 3 que l’indice azimutal était conservé lors de la
génération d’harmoniques à partir d’un faisceau de Laguerre-Gauss. Mais qu’en est-il de l’indice
radial ? Longtemps oublié (y compris dans les domaines visible et infrarouge), il n’a connu un
regain d’intérêt que très récemment et a même été surnommé "the forgotten quantum number"
par [Karimi et al. 2014a] et [Plick et Krenn 2015]. Ces deux équipes se sont attachées à associer
une observable à ce nombre quantique en réalisant des interférences de Hong-Ou-Mandel [Karimi
et al. 2014b] et à lui trouver une signification physique [Plick et Krenn 2015]. Il correspondrait
au moment hyperbolique du photon et serait donc associé à des phénomènes de dilatation.
Cet indice radial trouve pourtant des applications intéressantes, notamment en optique quan-
tique où il a permis de construire des états intriqués de dimensions considérables [Salakhutdinov
et al. 2012, Krenn et al. 2014]. Les modes d’indice radial élevé présentent de plus des propriétés
d’auto-régénération similaires aux faisceaux de Bessel [Mendoza-Hernández et al. 2015], c’est-
à-dire que même si une partie du faisceau se trouve endommagée, le mode se reconstruit au
cours de sa propagation. Cette propriété est particulièrement intéressante dans le domaine des
communications. Par ailleurs, [Granata et al. 2010] ont montré que les modes d’indice élevé sont
moins sensibles au bruit thermique qui agite les miroirs et offrent donc une meilleure stabilité
interférométrique pour la détection d’ondes gravitationnelles.
Dans ce chapitre, nous montrerons comment contrôler l’indice radial des harmoniques d’ordre
élevé par la sélection des trajectoires quantiques. Notre étude du contenu modal des harmoniques
dévoilera que ce nombre quantique est transféré aux harmoniques de manière plus complexe que
l’indice azimutal. Les résultats présentés dans ce chapitre ont été publiés dans l’article 2.
4.1 Simulations numériques : rôle de la phase atomique dans la
génération d’harmoniques à partir d’un faisceau de Laguerre-
Gauss
Dans le chapitre 3, nous avons généré des faisceaux de Laguerre-Gauss dans l’extrême ultra-
violet ayant un indice radial nul. Du point de vue expérimental, nous ne disposons pas de lames
de phase permettant de synthétiser des modes infrarouges d’indices supérieurs. Néanmoins, nous
avons remarqué dans le chapitre précédent que les simulations numériques faisaient apparaître
une faible contribution de modes d’indices radiaux non nuls. Nous rechercherons donc dans cette
section une explication à cette observation afin de trouver une méthode pour contrôler le contenu
radial des faisceaux harmoniques.
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4.1.1 Comment générer des modes XUV d’indice radial non nul ?
Tout d’abord, la génération d’harmoniques est un processus de champ fort ; partons donc
du faisceau pilote. Une modélisation numérique de notre lame de phase, censée créer un mode
de Laguerre-Gauss (` = 1, p = 0), nous permet de remarquer qu’en réalité, notre faisceau
infrarouge n’est pas exactement un mode pur. La figure 4.1 présente le profil d’intensité du
faisceau infrarouge au foyer ainsi que les coefficients de la décomposition modale sur la base
(`, p) obtenus.
d’un faisceau de Laguerre-Gauss
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FIGURE 9.7 – Intensité laser au foyer d’une lentille de 1m, après passage à travers
(1) une lame de phase ∆` = 1, (2) une lame de phase ∆` = 2, et (3) les deux lames
placées successivement.
1× 1014 W/cm2. Pour un mode de Laguerre-Gauss d’index (`,0), l’intensité maxi-
male est obtenue en rmax (équation 4.41) :
I`(rmax,z = 0) = C2`,0w02 (rmax
√
2
w0
)2∣`∣e(− 2rmax2w02 )
= 2
pi(1+ δ0`) ∣`∣!w02 `∣`∣e−`,
où on a noté δ le symbole de Kronecker. La formule de Stirling donne ∣`∣! ≈√
2pi ∣`∣ ∣`∣∣`∣ e−∣`∣. Elle est valable respectivement à 8%, 4% et 2.6% près pour ` =
1, 2, 3. On peut donc approximer :
I`(rmax,z = 0) ≈ 2
piw02
1√
2pi ∣`∣ pour ` ≠ 0.
L’intensité pic évolue donc en 1/√∣`∣, la génération est donc de plus en plus compli-
quée à mesure que le MAO de l’infrarouge `1 augmente. Si on évalue l’expression
exacte ci-dessus, on obtient les valeurs présentées dans le tableau 9.3.
Nous avons la chance de disposer d’un laser assez énergétique (jusqu’à 35 mJ dispo-
nibles), qui comme on le verra est suffisant pour générer en utilisant jusqu’à `1 = 3.
Il est également probable que l’accord de phase s’effectue différemment avec un
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Figure 4.1 – Modélisation de la lame de phase en spirale ` = 1 : profil d’intensité du faisceau
infrarouge au foyer de génération (à gauche) et décomposition sur la base des modes de Laguerre-
Gauss (à droite).
Comme le montre le profil d’intensité, il est impossible de discerner à l’œil nu des anneaux
d’ordres supérieurs. Cependant, notre lame de phase ne synthétise pas un mode (` = 1, p = 0)
pur : si ce mode est largement majoritaire, nous constatons également la présence de modes
(` = 1, p > 0). Ceci peut être imputé au procédé de fabrication de la lame : son épaisseur ne
décrit pas une spirale continue mais eize m rches ’escalier. Elle ne crée donc pas parfaitement
le profil de phase en `φ attendu.
Intéressons-nous à pr sent à la génération d’harmoniques d’ordre élevé à partir de ce faisceau
infrarouge. Comme nous l’avons précisé dans l’introduction de ce chapitre, l’indice radial des
modes de Laguerre-Gauss est associé à une dilatation selon la coordon ée radiale. Dans le
processus de génération d’harmoniques, no s pouvons identifier deux effets conduisant à une
modification radiale du champ :
— La non-linéarité : la génération nécessitant de fortes int nsités, le profil harmonique sera
davantage piqué autour des maxima que celui de l’infrarouge. Cet effet aura plutôt ten-
dance à réduire la contribution des modes d’indices radiaux non nuls, les anneaux d’ordres
supérieurs étant nettement moins intenses que l’anneau d’ordre 0.
— La phase atomique : nous avons vu dans le chapitre 2 que lors de sa propagation dans le
continuum, l’électron acquiert une phase approximativement proportionnelle à l’intensité
infrarouge φat(r, θ) = αtrajIIR(r, θ), où le coefficient αtraj dépend de la trajectoire quan-
tique. Pour un faisceau de Laguerre-Gauss, l’intensité dépend fortement de la coordonnée
radiale. Cette phase spatiale peut donc créer une forme de dilatation et ainsi modifier le
contenu modal du champ harmonique.
4.1.2 Simulations numériques
Si les conséquences du premier effet décrit ci-dessus sont assez intuitives, le rôle de la phase
atomique est moins aisé à prévoir. Nous avons vu dans le chapitre 2 qu’il était possible de
sélectionner expérimentalement l’une ou l’autre des deux premières trajectoires quantiques en
jouant sur les conditions de focalisation. Afin de mieux comprendre cet effet, nous avons réalisé
des simulations numériques, basées sur l’approximation de champ fort et tenant compte des
effets macroscopiques (accord de phase et propagation), que nous présentons sur la figure 4.2.
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12.2.1 Modification du dispositif expérimental
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FIGURE 12.1 – Contributions des différentes trajectoires quantiques dans la GHOE
par faisceau LG. Le profil d’intensité de l’harmonique 21 est présenté pour (a) z0 < 0,
(b) z0 = 0, (c) z0 > 0. La convention de signe est illustrée au-dessus. Les profils
(d) et (e) sont calculés avec z0 = 0 en ne prenant en compte que la contribution
respectivement de la trajectoire courte ou longue.
mut Ruf dans sa thèse [Ruf, 2012]. L’idée est d’illuminer aussi peu de traits du ré-
seau que possible, de façon à réduire la dispersion induite par le réseau. De plus,
on cherche à utiliser un dispositif le moins astigmate possible, de façon à éviter les
effets de conversion LG → HG. Pour ce faire, on utilise un réseau de diffraction
en incidence quasi-normale. Pour réduire le nombre de traits illuminés, le faisceau
est d’abord focalisé par un miroir sphérique, lui aussi en incidence quasi-normale.
Le réseau est alors positionné juste avant le foyer du miroir de sorte à rester en
dessous du seuil de dommage. Bien sûr, l’incidence normale des optiques réduit
fortement le flux dans l’UVX. Pour garantir une réflectivité correcte, le miroir sphé-
rique est traité avec un revêtement de B4C, qui réfléchit à 10-30 % jusqu’à l’ordre
harmonique 19 avec un angle d’incidence de 10° (voir figure 12.2).
Le réseau de diffraction (Spectrogron) dispose de σ = 600 grooves/mm, son prin-
cipal avantage étant son faible coût (600€), à comparer avec le prix des réseau cy-
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Figure 4.2 – Contribution des différentes trajectoires quantiques lors de la génération d’harmo-
niques à partir du faisceau infrarouge modélisé précédemment (figure 4.1). Le profil d’intensité
en champ lointain de l’harmonique 21 est représenté lorsque le laser est focalisé (a) avant le jet,
(b) dans le jet et (c) après le jet. Lorsque le foyer est situé au niveau du jet, les contributions
des trajectoir s courte (d) et longue (e) ont été nu ériquement isolées.
Lorsque le laser est focalisé avant le jet de gaz (figure 4.2a), la trajectoire courte est favori-
sée et le profil d’intensité présente un seul anneau, comme lors des expériences décrites dans le
chapitre 3. Quand le foyer est situé après le jet (figure 4.2c), c’est la trajectoire longue qui est
favorisée et le profil d’intensité exhibe plusieurs anneaux externes, signatures de la présence de
modes d’indices radiaux non nuls. Dans le cas intermédiaire où le laser est focalisé dans le jet
(figure 4.2b), le profil est davantage modulé en raison des interférences entre trajectoires quan-
tiques. Ces observations sont confirmées en isolant "à la main" l’une ou l’autre des trajectoires
(figure 4.2d-e).
Enfin, notons que le profil d’intensité de l’harmonique 33 présent d ns l chapitre 3 a été
simulé dans le cas où le foyer est situé dans le jet de gaz, mais il ne montre qu’un seul anneau
car cette harmonique se situe dans la coupure pour l’énergie considérée. Les trajectoires courte
et longue sont alors confondues.
4.2 Observation expérimentale de faisceaux harmoniques d’in-
dices radiaux élevés
Dans cette section, nous allons vérifier expérimentalement les prédictions de nos simulations
numériques. Nous présenterons d’abord les résultats obtenus puis nous réaliserons une analyse
du contenu modal des profils harmoniques générés.
4.2.1 Profils harmoniques obtenus
Nous générons des harmoniques à partir du faisceau infrarouge décrit sur la figure 4.1 en
balayant la position longitudinale de la lentille de focalisation. Le foyer est ainsi déplacé de
part et d’autre du jet de gaz et pour chaque position nous enregistrons les profils d’intensité des
harmoniques à l’aide du spectromètre imageur de photons présenté dans le chapitre 2. Ce dernier
permet de visualiser des profils moins déformés qu’avec le dispositif illustré sur la figure 3.1 car
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il utilise moins d’optiques astigmatiques (seul le miroir sphérique peut créer cette aberration,
mais l’angle d’incidence sur celui-ci a été minimisé afin de réduire au maximum l’astigmatisme).
La figure 4.3 résume les résultats de cette expérience.
Contrôle du nombre quantique radial par la sélection de trajectoires quantiques
Ils suggèrent la génération de modes de LG de mode p ≠ 0. Nous allons vérifier ce
point en cherchant où ces modes peuvent être produits dans la GHOE.
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FIGURE 12.7 – Profil d’intensité des harmoniques 9 à 17 (axe horizontal) lorsque la
lentille de génération est déplacée sur 1.2 cm (axe vertical). Chaque harmonique est
normalisée à 1.
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Figure 4.3 – Profils d’intensité des harmoniques 9 à 17 pour différentes positions longitudinales
de la lentille. Les valeurs négatives (respectivement positives) de z0 correspondent à un foyer
situé avant (respectivement après) le jet de gaz.
La position z0 = 0 correspondant à un foyer infrarouge exactement dans le jet de gaz est
difficile à déterminer avec précision. Les harmoniques de la première ligne présentent un anneau
unique, tandis que celles de la troisième à la dernière ligne exhibe toute une série d’anneaux
d’ordres supérieurs. Quant à la seconde ligne, nous voyons apparaître un anneau à l’intérieur de
l’anneau principal : en nous basant sur les simulations de la figure 4.2, c’est cette position de la
lentille que nous avons définie comme z0 = 0.
Nous avons donc un anneau unique lorsque les trajectoires courtes sont favorisées, et un
nombre croissant d’anneaux externes lorsque nous déplaçons le foyer vers les trajectoires longues.
Nos résultats expérimentaux sont donc en excellent accord avec la théorie.
4.2.2 Interprétation des résultats : étude du contenu modal du champ
Afin de comprendre plus finement les structures observées, nous avons simulé simplement la
génération d’harmoniques à partir du champ représenté sur la figure 4.1 en appliquant la formule
ADK [Tong et Lin 2005] dans le cadre du modèle SFA [Lewenstein et al. 1994]. Nous réalisons
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ensuite une décomposition des champs harmoniques obtenus sur la base des indices (`, p) des
modes de Laguerre-Gauss.
Trajectoire courte Commençons par sélectionner uniquement la trajectoire courte. Les pro-
fils d’intensité et de phase, les résultats de l’analyse modale ainsi que la propagation de l’harmo-
nique 19 sont présentés sur la figure 4.4. Au foyer, l’intensité prend la forme d’un seul anneau et
la phase montre une légère courbure le long de l’anneau, de l’ordre du radian entre le centre et le
bord de l’anneau (αcourte ≈ −1× 10−14 cm2/W et IIR ≈ 1014 W/cm2). La décomposition donne
un mode quasiment pur, constitué à 99% du mode (` = 19, p = 0). Le faisceau harmonique
est nettement plus pur que le faisceau infrarouge dont il est issu (78%), phénomène que nous
pouvons attribuer d’une part à la forte non-linéarité de la génération d’harmonique qui n’est
efficace que dans les zones de haute intensité et gomme donc les résidus d’anneaux d’ordres
supérieurs présents dans l’infrarouge, et d’autre part à la faible valeur de la phase atomique qui
ne crée pas de dilatation. Le faisceau harmonique ainsi généré se propage alors comme un mode
de Laguerre-Gauss pur et nous obtenons bien un seul anneau en champ lointain.
12.3.2 Étude du contenu modal du champ par un modèle simple de la GHOE
Trajectoire courte Commençons par sélectionner uniquement la trajectoire courte
de la GHOE, ce qui est réalisé expérimentalement en choisissant la position du foyer
en amont du jet. Pour cette trajectoire, αcourte est de l’ordre de −1× 10−14 cm2/W.
Pour des intensités crête de l’ordre 1× 1014 W/cm2, on aura un déphasage de l’ordre
du radian entre le centre et le bord de l’anneau. C’est une courbure relativement
faible. La figure 12.8 (a) présente le champ harmonique obtenu en z = 0 pour l’har-
monique 19.
On voit bien l’effet de φat sur la phase spatiale, avec un légère co rbure le long de
l’an eau. On effectue ensuite une déc mposition e modes de Laguerre-Gauss de
ce champ, grâce à la formule 9.1, en choisissant w0 = rmax√2/∣`q∣ (équation 4.41). Les
résultats sont présentés sur le panneau (b) de la figure 12.8. Le champ est composé à
98,9% du mode (`,p) = (19,0). De manière surprenante, ce mode est encore plus pur
que le champ infrarouge utilisé pour le générer. C’est un effet de la non-linéarité
du processus, qui ne fait contribuer que les parties les plus intenses du faisceau
infrarouge et gomme les reliquats dus au vignetage et aux imperfections de la lame
de phase. En conclusion, on voit que l’effet (i) et l’effet (ii) avec une valeur faible
de αtraj ne perturbent aucunement le contenu du mode et ne sont pas responsables
des nneaux observés n champ lointain. On peut illustrer ce point en propageant
numériqu me t ce champ jusqu’au détecteur, ce qui est montré sur l figure 12.8 (c).
On observe bien un anneau unique.
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FIGURE 12.8 – Profil de l’harmonique 19 généré par la trajectoire courte. (a) Champ
au foyer. De gauche à droite, intensité spatiale, phase spatiale, et représentation
mixte où la couleur donne la phase et la luminosité l’intensité. (b) Module des co-
efficients de la décomposition du champ sur la base de Laguerre-Gauss. Les coef-
ficients de module inférieur à 1× 10−4 sont ignorés. (c) Intensité en fonction de z
obtenue par propagation du champ présenté en (a).
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Figure 4.4 – Harmonique 19 simulée dans le cas de la trajectoire courte. (a) De gauche à droite :
intensité, phase et représentation mixte où la couleur donne la phase et la luminosité l’intensité,
du champ harmonique au foyer. (b) Modules des coefficients de la décomposition de ce champ
sur la base (`, p). (c) Propagation de ce champ.
Trajectoire longue Sélectionnons maintenant uniquement la trajectoire longue. Comme pré-
cédemment, nous représentons sur la figure 4.5 l’intensité et la phase de l’harmonique 19 au
foyer, ainsi que son contenu modal et sa propagation. Nous avons toujours un anneau unique au
foyer, en revanche la courbure de phase est plus importante dans ce cas en raison d’une valeur
de αlongue environ vingt fois supérieure à celle de αcourte. Nous trouvons par suite un contenu
modal beaucoup plus riche que précédemment, composé de modes (` = 19, 0 6 p 6∼ 30). Le
mode dominant est toujours celui d’indice radial nul, mais il ne compte cette fois que pour 52%
du contenu modal. Nous attribuons cet enrichissement radial du contenu modal à la valeur de
αlongue suffisamment élevée pour induire une dilatation visible. Enfin, lorsque nous propageons
cette harmonique en champ lointain, l’anneau unique au foyer (dû à la non-linéarité de la géné-
ration d’harmoniques) se transforme peu à peu en une série d’anneaux (telle que celles observées
expérimentalement), résultat de l’interférence entre tous ses modes. Pourtant les coefficients de
la décomposition ne changent pas au cours de la propagation puisque nous parlons de modes.
C’est donc leur phase relative qui évolue et modifie le profil d’intensité au cours de la propa-
gation. D’après l’expression des modes de Laguerre-Gauss donnée dans le chapitre 1, seule la
phase de Gouy ψ`,p(z) = (2p+ |`|+ 1) arctan
(
z
zR
)
peut être responsable d’une telle évolution.
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Contrôle du nombre quantique radial par la sélection de trajectoires quantiques
Trajectoire longue Effectuons maintenant le même calcul dans le cas de la tra-
jectoire longue. La figure 12.9 présente les résultats obtenus. Dans ce cas, αlongue ≈−20× 10−14 cm2/W, valeur 20 fois plus élevée que pour la trajectoire courte. Comme
on le voit sur la phase spatiale, la courbure de phase est ici beaucoup plus im-
portante. Quand on effectue la décomposition sur la base de Laguerre-Gauss, on
obtient une superposition d’un assez grand nombre de modes ayant `19 = 19 et p
allant de 0 à ≈ 30. Le mode (19,0) domine toujours, mais ne compte que pour 52%
de l’émission 1.
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FIGURE 12.9 – Profil de l’harmonique 19 généré par la trajectoire longue. (a) Champ
au foyer. De gauche à droite, intensité spatiale, phase spatiale, et représentation
mixte où la couleur donne la phase et la luminosité l’intensité. (b) Module des co-
efficients de la décomposition du champ sur la base de Laguerre-Gauss. Les coef-
ficients de module inférieur à 1× 10−4 sont ignorés. (c) Intensité en fonction de z
obtenue par propagation du champ présenté en (a).
Comme le montre le calcul de propagation, en champ lointain ces modes interfèrent
et créent une série d’anneaux concentriques similaires à ceux observés expérimen-
talement. Au foyer, les coefficients des différents modes sont tels que l’intensité ne
présente qu’un seul anneau. Puisqu’on a des modes, les coefficients de la décom-
position ne changent pas au cours de la propagation, mais l’intensité est modifiée.
Cela signifie que la phase relative entre les différents modes de Laguerre-Gauss évo-
lue au cours de la propagation. En regardant l’expression des modes de Laguerre-
Gauss (équation 12.1), on voit que le seul terme responsable est la phase de Gouy,
qui s’écrit :
ψ`,p(z) = (2p + ∣`∣+ 1)arctan zzR .
1. La figure 12.9 (b) donne les coefficients ∣c`,p∣. La normalisation du champ s’écrit∑`,p ∣c`,p∣2 = 1,
c’est donc ∣c`,p∣2 qui donne la contribution du mode (`,p) en pourcentage.
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Figure 4.5 – Harmonique 19 simulée dans le cas de la trajectoire longue. (a) De gauche à droite :
intensité, phase et représentation mixte où la couleur donne la phase et la luminosité l’intensité,
du champ harmonique au foyer. (b) Modules des coefficients de la décomposition de ce champ
sur la base (`, p). (c) Propagation de ce champ.
Conclusion Nous avons montré dans ce chapitre qu’en jouant sur les conditions de focalisation
de l’infrarouge afin de sélectionner une trajectoire quantique, nous pouvons soit générer un mode
harmonique pur d’indice radial nul (trajectoire courte), soit générer une superposition d’un
grand nombre de modes d’indices radiaux différents (trajectoire longue), et ce à partir du même
faisceau pilote (légèrement impur). Nous avons relié cette dilatation du contenu modal à la phase
atomique, qui dépend du type de trajectoire et de l’intensité laser. Finalement, contrairement au
moment angulaire orbital, il semble que le moment hyperbolique des faisceaux de Laguerre-Gauss
ne soit pas conservé lors de la génération d’harmoniqu d’ordr é evé.
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Chapitre 5
Conservation du spin lors de la
génération d’harmoniques à partir
d’un faisceau polarisé elliptiquement
Dans les chapitres 3 et 4, nous avons vu qu’il était possible de transférer les propriétés des
modes de Laguerre-Gauss du faisceau fondamental aux harmoniques. Qu’en est-il du moment
angulaire de spin ? Pouvons-nous générer des harmoniques ayant une polarisation elliptique à
partir d’un faisceau infrarouge polarisé elliptiquement ? Les premières expériences de ce type
[Budil et al. 1993] montrent que le transfert de moment angulaire de spin n’est pas efficace
dans le schéma habituel de génération d’harmoniques. Nous présenterons dans la section 5.1 les
résultats obtenus au cours de cette thèse avec le laser LUCA et dans la littérature à ce sujet, ainsi
qu’une interprétation de ces rendements grâce au modèle à trois étapes. L’état de polarisation
harmonique obtenu a également pu être mesuré : nous donnerons dans la section 5.2 les ellipticités
atteintes et leur orientation. Dans la section 5.3, nous proposerons une interprétation en termes
de photons des observations faites dans les sections 5.1 et 5.2. Enfin, nous aborderons dans la
section 5.4 une question qui à notre connaissance n’a pas encore été traitée dans la littérature,
celle de la divergence des harmoniques en fonction de l’ellipticité du faisceau infrarouge.
5.1 Rendements harmoniques en fonction de l’ellipticité infra-
rouge
Nous étudions ici l’évolution des rendements harmoniques en fonction de l’ellipticité du fais-
ceau pilote. Nous verrons que les résultats expérimentaux peuvent être expliqués simplement en
s’intéressant aux trajectoires empruntées par l’électron lors de son excursion dans le continuum.
5.1.1 Résultats expérimentaux
Le montage expérimental utilisé pour la mesure de l’intensité des harmoniques en fonction de
l’ellipticité de l’infrarouge est schématisé sur la figure 5.1. Le rôle de chaque élément a déjà été
décrit dans le chapitre 2. Nous avons simplement ajouté une lame quart d’onde suivie d’une lame
demi-onde pour contrôler l’état de polarisation du faisceau infrarouge. La méthode appliquée
pour varier l’ellipticité tout en gardant le grand axe de l’ellipse vertical 1 sera décrite dans le
chapitre 10.
Nous enregistrons le spectre harmonique (figure 5.2a) pour différentes valeurs d’ellipticité.
L’intensité (normalisée) de chaque harmonique est obtenue en intégrant tous les pixels contenus
1. Nous nous affranchissons ainsi des effets polarisants des différentes optiques XUV (principalement le réseau),
qui pourraient moduler notre signal de manière non négligeable en fonction de la polarisation.
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Figure 5.1 – Dispositif expérimental de génération d’harmoniques à partir d’un faisceau infra-
rouge polarisé elliptiquement. L : lentille de focalisation. MS : miroir sphérique. R : réseau de
diffraction. MCP : galettes de micro-canaux associées à un écran de phosphore.
dans un carré (représenté en pointillés blancs) contenant chacune d’entre elles. L’évolution de
cette intensité en fonction de l’ellipticité infrarouge est ajustée par une fonction gaussienne de
la forme :
Iq(IR)
Iq(IR = 0)
= e−βq2IR (5.1)
et tracée sur la figure 5.2b.
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Figure 5.2 – Génération d’harmoniques à partir d’un faisceau polarisé elliptiquement. Panneau
(a) : de gauche à droite, harmoniques 11, 13 et 15. Panneau (b) : évolution de l’intensité de
chaque harmonique en fonction de l’ellipticité du laser pilote. Les valeurs expérimentales sont
représentées par les croix et les ajustements gaussiens par les traits pleins.
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Dans l’équation (5.1), IR = tan θλ/4 est l’ellipticité du faisceau infrarouge, avec θλ/4 l’angle
d’un axe neutre de la lame quart d’onde par rapport à la polarisation incidente (verticale).
La démonstration de cette formule est réalisée dans l’annexe B. Les valeurs des paramètres βq
extraites des ajustements gaussiens sont données dans le tableau 5.1.
q βq
11 7.4
13 14.2
15 20.6
Table 5.1 – Valeurs de βq extraites des ajustements gaussiens.
Les valeurs obtenues ici sont légèrement inférieures à celles présentées dans [Gruson et al.
2018], obtenues à la même longueur d’onde laser et dans le même gaz (argon). Nous devons
donc vérifier qu’elles sont toutefois plausibles. Elles peuvent en effet varier avec l’intensité ou les
conditions de focalisation [Larsen et al. 2015, Möller et al. 2012, Dietrich et al. 1994].
Dans [Larsen et al. 2015], les auteurs n’utilisent pas le paramètre βq mais définissent une
ellipticité seuil th telle que :
e−βq
2
th = 12 soit βq =
ln2
2th
(5.2)
Ils mesurent ainsi, pour l’harmonique 15 dans l’argon et à λ = 1030 nm, des th d’environ
0.12 et 0.16 selon que le foyer est situé respectivement avant et dans le jet de gaz, en ne prenant
en compte que la trajectoire courte.
Pour trouver les valeurs équivalentes de th à λ = 792 nm (longueur d’onde du laser LUCA),
nous utilisons la formule établie dans [Möller et al. 2012] :
Iq(IR)
Iq(IR = 0)
= e−
β2
√
2IpI
4pi2c2 λ
22IR où β =
(sin(ωtr)− sin(ωti)
ω(tr − ti) − cos(ωti)
)
(5.3)
avec Ip le potentiel d’ionisation du gaz de génération, I l’éclairement laser au foyer et ti et tr
les instants respectivement d’ionisation et de recombinaison.
Les auteurs définissent cette fois-ci th telle que 2 :
e−
β2
√
2IpI
4pi2c2 λ
22th = 110 soit th =
2pic
β
√
ln10
2
1
I
1/4
p
1
I1/4
1
λ
(5.4)
Nous obtenons donc pour l’harmonique 15 :
792th = 1030th ×
1030
792 (5.5)
soit finalement :
β792H15 =
ln2(
1030th ×
1030
792
)2 (5.6)
=
{
28 si le foyer est avant le jet
16 si le foyer est dans le jet (5.7)
Notre valeur expérimentale de βH15 de l’harmonique 15, générée dans l’argon à partir d’un
laser à 792 nm et dans une géométrie de focalisation favorisant les trajectoires courtes, est bien
comprise entre les deux valeurs données par l’équation (5.7), correspondant à des conditions de
2. Nous pouvons tout à fait garder la définition précédente de th. Il suffit de remplacer ln10 par ln2 dans
l’équation 5.4. Dans cette étude, seule la dépendance en 1/λ nous intéresse.
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génération très similaires. De plus, les paramètres βq que nous avons obtenus pour les autres
harmoniques suivent raisonnablement la tendance donnée par la figure 4d de [Gruson et al. 2018].
L’écart entre ces données et les nôtres est possiblement lié à un éclairement au foyer légèrement
différent (les équations (5.4) et (5.2) montrent une dépendance en
√
I des βq) ou à une géométrie
de focalisation différente. Nous pouvons ainsi conclure que nos résultats sont en bon accord avec
les expériences du même type rencontrées dans la littérature.
5.1.2 Interprétation : le rôle des trajectoires électroniques
Nous trouvons la cause de la diminution observée des rendements harmoniques lorsque l’el-
lipticité du faisceau pilote augmente dans le modèle à trois étapes décrit dans le chapitre 2. La
polarisation du laser détermine la trajectoire de l’électron dans le continuum :
{
x¨(t) = −E0 cos(ω0t)
y¨(t) = −IRE0 sin(ω0t) (5.8)
L’équation selon x s’intègre exactement de la même manière que dans le cas d’une polarisation
linéaire en supposant une position et une vitesse nulles à l’instant d’ionisation ti. L’instant de
recombinaison tr est alors obtenu en résolvant l’équation x(tr) = 0.
Quant à l’équation selon y, si nous prenons le même genre de conditions initiales, l’équation
y(tr) = 0 n’a alors pas de solution : l’électron ne retourne pas suffisamment proche de son atome
parent pour pouvoir se recombiner avec celui-ci (figure 5.3a).
Pour trouver une solution, nous devons utiliser une description quantique selon la dimension
y : le paquet d’onde électronique est émis au niveau de l’atome (en y(ti) = 0) avec une extension
spatiale ∆y qui dépend de l’orbitale considérée [Murray et al. 2011]. L’impulsion selon y a donc
une largeur de l’ordre de ~/∆y, centrée autour de 0 à l’instant d’ionisation ti. [Strelkov 2006]
montre que pour avoir recombinaison, nous devons prendre la condition initiale py(ti) = −y¯/τ
où y¯ est la quantité représentée sur la figure 5.3a (appelée paramètre d’impact en théorie des
collisions) et τ est le temps d’excursion dans le continuum. La trajectoire de l’électron décrit
alors une ellipse (figure 5.3b).
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Figure 5.3 – Trajectoire classique d’un électron dans un champ électrique de polarisation ellip-
tique, pour différentes conditions initiales. Figures extraites de [Géneaux 2016], adaptées de (a)
[Gruson 2015] et (b) [Shafir et al. 2012].
Ainsi, nous constatons sur la figure 5.3 que lorsque l’ellipticité infrarouge augmente, la quan-
tité y¯ augmente également, et donc l’impulsion initiale nécessaire à la recombinaison aussi. Or
la distribution de l’impulsion est centrée autour de 0. Par conséquent, plus sa valeur est élevée,
moins elle est probable. Ceci explique la baisse de rendement harmonique observée plus haut.
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5.2 États de polarisation harmoniques obtenus dans la littéra-
ture
La génération d’harmoniques d’ordre élevé est d’autant moins efficace que l’ellipticité du
champ infrarouge est élevée, en raison d’une modification des trajectoires électroniques, moins
favorables à la recombinaison radiative. Il est tout de même possible d’analyser l’état de po-
larisation des harmoniques générées [Antoine et al. 1997] en réalisant des lois de Malus. Cette
méthode de polarimétrie optique sera présentée en détails dans le chapitre 10. Nous verrons que
nous ne pouvons obtenir ainsi qu’une borne supérieure de l’ellipticité, atteinte pour une lumière
totalement polarisée.
5.2.1 Ellipticité
La figure 5.4 présente une évaluation expérimentale et numérique de l’ellipticité des harmo-
niques 17 et 23 générées dans l’argon, en fonction de l’ellipticité du faisceau pilote, par [Antoine
et al. 1997]. Le calcul numérique donne également accès au degré de polarisation harmonique.
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Figure 5.4 – Ellipticité des harmoniques 17 et 23 mesurée expérimentalement (carrés rouges)
et calculée (courbes bordeaux et noires), ainsi que le degré de polarisation obtenu par le calcul
(en vert), en fonction de l’ellipticité infrarouge. Figure adaptée de [Antoine et al. 1997].
Nous observons que l’ellipticité harmonique mesurée augmente avec celle de l’infrarouge,
et ce plus rapidement pour l’harmonique basse. Cependant, nous remarquons également qu’à
mesure que l’ellipticité infrarouge augmente, le rayonnement devient de moins en moins polarisé,
et ce phénomène est davantage marqué pour l’harmonique basse. L’ellipticité est d’autant plus
surestimée que le degré de polarisation est faible. Pour l’harmonique 17, l’ellipticité "vraie" est
alors presque deux fois inférieure à la valeur mesurée.
Cette dépolarisation provient du fait que le dipôle harmonique dépend de l’intensité infra-
rouge. Ceci résulte en une polarisation inhomogène spatialement et temporellement, et donc en
un champ partiellement polarisé.
Nous pouvons néanmoins conclure que l’ellipticité infrarouge est bien transférée au champ
harmonique, même si l’ellipticité harmonique reste toujours inférieure à celle du laser générateur.
Cette ellipticité du rayonnement harmonique peut être expliquée qualitativement en observant la
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figure 5.3b : l’électron se recombine sur son atome parent avec un angle β qui dépend de l’ordre
harmonique et de la trajectoire quantique (courte ou longue). [Strelkov et al. 2011] montrent que
cet angle introduit une quadrature de phase entre les deux composantes transverses du dipôle
harmonique, donnant donc lieu à une émission polarisée elliptiquement.
5.2.2 Orientation de l’ellipse de polarisation
Les harmoniques présentent donc une polarisation légèrement elliptique. Intéressons-nous à
présent à l’orientation de l’ellipse. Les résultats expérimentaux et numériques de [Antoine et al.
1997] sont présentés sur la figure 5.5.
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Figure 5.5 – Orientation de l’ellipse de polarisation des harmoniques 17 et 23 mesurée expé-
rimentalement (carrés rouges) et calculée (courbes bordeaux), en fonction de l’ellipticité infra-
rouge. Figure adaptée de [Antoine et al. 1997].
Nous constatons que l’ellipse de polarisation est de plus en plus inclinée par rapport à la
verticale à mesure que l’ellipticité infrarouge augmente, et ce plus rapidement pour l’harmonique
basse.
Les trajectoires électroniques représentées sur la figure 5.3b permettent également d’expli-
quer ce comportement. [Strelkov 2006] montre que pour une orbitale de symétrie sphérique, la
direction de l’électron lors de la recollision détermine l’axe majeur de l’ellipse de polarisation du
rayonnement harmonique. L’angle de recombinaison β est donc aussi responsable de la rotation
de l’ellipse.
5.3 Description photonique de la génération d’harmoniques en
polarisation elliptique
Nous pouvons retrouver les résultats présentés dans les sections 5.1 et 5.2 à partir d’une
image paramétrique de la génération d’harmoniques. Comme nous l’avons vu dans le chapitre
1, les états de polarisation circulaires gauche et droit forment une base complète permettant
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de décrire n’importe quel état de polarisation. Partant de ce principe, considérons un champ
infrarouge d’ellipticité IR :
~E = E0e
iωt
2
√
2
 1 + IR√
1 + 2IR
~ex + i~ey√
2
+ 1− IR√
1 + 2IR
~ex − i~ey√
2
 (5.9)
Du point de vue de la mécanique quantique, les deux seules valeurs permises du moment
angulaire de spin du photon sont +1 et -1. Nous pouvons alors envisager une polarisation ellip-
tique comme un mélange de photons de spins +1 et -1 dont les proportions sont données par
l’équation (5.9).
Nous décrivons alors la génération d’harmoniques comme un processus multiphotonique
(même si ce modèle est très limité, il permet de prédire simplement les comportements ob-
servés), au cours duquel l’harmonique q est produite par absorption de nd photons circulaires
droits et ng photons circulaires gauches. La conservation de l’énergie donne q = nd + ng et celle
du moment angulaire de spin sq = nd − ng = ±1. Nous n’avons alors que deux combinaisons
possibles (q étant nécessairement impair) :
(nd, ng) =
(
q + 1
2 ,
q − 1
2
)
ou (nd, ng) =
(
q − 1
2 ,
q + 1
2
)
(5.10)
Dans une telle description paramétrique, l’amplitude d’un processus à n photons évolue
approximativement comme la puissance nème du champ fondamental. L’amplitude d’un processus
(nd, ng) vaut donc :
E(nd,ng) ∝
 1 + IR√
1 + 2IR
nd  1− IR√
1 + 2IR
ng (5.11)
ce qui donne pour l’intensité :
I(nd,ng) ∝
 1 + IR√
1 + 2IR
2nd  1− IR√
1 + 2IR
2ng (5.12)
Nous obtenons alors l’ellipticité de l’harmonique q en calculant la valeur moyenne de son
moment angulaire de spin :
< sq > =
I( q+12 ,
q−1
2 )
× s( q+12 , q−12 ) + I( q−12 , q+12 ) × s( q−12 , q+12 )
I( q+12 ,
q−1
2 )
+ I( q−12 , q+12 )
(5.13)
= 2IR1 + 2IR
(5.14)
et son intensité en sommant celle des deux canaux :
Iq =
(1 + IR)(1− IR)√
1 + 2IR
q × 1 + 2IR1− 2IR (5.15)
Pour des ordres harmoniques relativement bas (11 à 15) et des ellipticités infrarouges infé-
rieures à 0.4, nous pouvons raisonnablement utiliser des développements limités pour 2IR proche
de zéro, afin de retrouver l’évolution gaussienne donnée par l’équation (5.1) de l’intensité en fonc-
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tion de l’ellipticité infrarouge :
Iq = e
qln
1−2
IR√
1+2
IR
(
1 + 2IR
1− 2IR
)
(5.16)
≈ e
qln
(
(1−2IR)
(
1− 
2
IR
2
)) (
1 + 2IR
)2
(5.17)
≈ eqln(1− 32 2IR) e2ln(1+2IR) (5.18)
≈ e− 32 q2IR e22IR (5.19)
≈ e−( 32 q−2)2IR (5.20)
Nous trouvons ainsi un βq = 32q − 2 qui augmente bien avec l’ordre harmonique.
L’évolution des deux quantités Iq et < sq > est représentée sur la figure 5.6 en fonction de
l’ellipticité du faisceau fondamental. Nous retrouvons qualitativement les comportements décrits
dans les sections 5.1 et 5.2, hormis deux écarts : la dépendance en q de l’ellipticité harmonique
et le fait que cette dernière soit inférieure à celle de l’infrarouge. Il semble donc que ce modèle
ne soit pas suffisamment rigoureux...
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Figure 5.6 – Évolution de l’intensité et de l’ellipticité harmoniques en fonction de l’ellipticité
infrarouge dans le cadre du modèle multiphotonique. Les courbes d’intensité en traits pleins
(respectivement pointillés) sont calculées à partir de l’équation (5.15) (respectivement (5.20)).
5.4 Divergence des harmoniques
Le dernier aspect de la génération d’harmoniques à partir d’un faisceau de polarisation
elliptique auquel nous nous sommes intéressés concerne la divergence des harmoniques.
Nous avons commencé par tracer sur la figure 5.7 les coupes du profil d’intensité dans la
direction verticale pour chaque valeur d’ellipticité du laser infrarouge. Si l’ellipticité infrarouge
a un impact sur la taille des harmoniques, celui-ci est trop faible pour être observable directement
sur cette figure.
Nous avons donc ensuite ajusté chacun de ces profils d’intensité par une fonction gaussienne,
afin d’extraire la largeur en 1/e2 des harmoniques. L’évolution de cette dernière en fonction de
l’ellipticité infrarouge est illustrée sur la figure 5.8. Un ajustement polynomial de ces courbes
nous permet de mettre en évidence la diminution quadratique de la divergence des harmoniques
lorsque l’ellipticité du laser infrarouge augmente (en valeur absolue).
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Figure 5.7 – Évolution du profil d’intensité (dans la direction verticale) des harmoniques 11, 13
et 15 (détectées expérimentalement) en fonction de l’ellipticité du laser pilote. Chaque courbe
est décalée horizontalement par souci de clarté. Pour chaque courbe, l’ellipticité infrarouge est
donnée par sa couleur.
Pour expliquer qualitativement (une étude plus quantitative est actuellement en cours) ce
phénomène, nous envisageons deux contributions.
D’une part, la phase atomique en αI influence la divergence θq des harmoniques [Ye et al.
2014] :
θq =
λq
2piwqz
√
1 +
(
qk
2Rz
− 2αI0z
w2z
)2
w2qz (5.21)
où k, Rz, wz et I0z sont respectivement le vecteur d’onde, le rayon de courbure du front d’onde,
la taille et l’intensité sur l’axe, du faisceau fondamental, à la position longitudinale z, et enfin
λq et wqz sont respectivement la longueur d’onde et la taille du faisceau harmonique en z.
Cette équation nous indique que la divergence harmonique augmente avec la valeur absolue de
la constante α de la phase atomique. Intéressons-nous alors à la variation de α en fonction de
l’ellipticité infrarouge : la figure 5.9 présente l’évolution de la dérivée de la phase atomique par
rapport à l’intensité laser (c’est-à-dire α) calculée par Thierry Auguste pour un atome unique,
dans le cas de l’harmonique 15, en fonction de l’ellipticité infrarouge. Dans le cas d’un faisceau
pilote polarisé elliptiquement, il faut prendre en compte les deux composantes transverses (selon
x et y) du dipôle atomique. Nous constatons que α diminue en valeur absolue lorsque l’ellipticité
augmente. Par conséquent, la phase atomique entraine une diminution de la divergence des
harmoniques lorsque l’ellipticité infrarouge augmente, comme observé expérimentalement.
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Figure 5.8 – Évolution de la taille des harmoniques 11, 13 et 15 en fonction de l’ellipticité du
laser pilote. Pour chaque valeur d’ellipticité, la taille du faisceau est extraite d’un ajustement
gaussien du profil d’intensité (dans la direction verticale). Ces valeurs sont représentées par des
croix et ajustées par une parabole tracée en trait plein et dont l’équation est donnée sur chaque
panneau.
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Figure 5.9 – Évolution des composantes transverses (selon x et y) de la dérivée de la phase
atomique par rapport à l’intensité laser, en fonction de l’ellipticité du faisceau pilote. Réponse
de l’atome unique calculée par Thierry Auguste pour l’harmonique 15 générée dans l’argon.
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D’autre part, nous avons tracé sur la figure 5.10 l’amplitude du dipôle atomique en fonction
de l’intensité laser (toujours issue de la réponse de l’atome unique calculée par Thierry Auguste),
pour différentes valeurs d’ellipticité infrarouge, pour l’harmonique 15 générée dans l’argon (nous
obtenons des courbes similaires à celles de [Antoine et al. 1996b] pour l’harmonique 43 dans
le néon). La force du dipôle donnant le rendement harmonique, nous remarquons que la dé-
croissance du rendement avec l’intensité laser est d’autant plus lente que l’ellipticité infrarouge
est élevée : en effet, entre les deux lignes verticales, nous perdons (de droite à gauche) presque
un ordre de grandeur pour  = 0 contre seulement un facteur d’environ 2 pour  = 0.4. Ceci
implique une zone génératrice plus grande au foyer lorsque l’ellipticité infrarouge augmente, et
donc une taille en champ lointain plus petite.
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Figure 5.10 – Amplitude du dipôle dans la direction verticale en fonction de l’intensité laser,
pour différentes valeurs de l’ellipticité infrarouge. Réponse de l’atome unique calculée par Thierry
Auguste pour l’harmonique 15 générée dans l’argon.
En conclusion, nous avons identifié deux effets contribuant à diminuer la divergence harmo-
nique lorsque l’ellipticité infrarouge augmente : la dépendance en ellipticité de la phase atomique
ainsi que la modification du diamètre du faisceau harmonique au foyer. Cette étude reste pour le
moment qualitative. Des travaux en cours visent à déterminer quel processus domine et retrouver
la loi de décroissance quadratique en ellipticité.
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Conclusions – Nécessité de générer à
deux faisceaux
Nous avons vu dans cette partie que la génération d’harmoniques d’ordre élevé permet le
transfert de moment angulaire orbital ou de spin de l’infrarouge à l’extrême ultraviolet. Nous
présentons toutefois dans ce chapitre quelques limites des montages utilisés précédemment. Un
objectif central de cette thèse a été de les dépasser afin de mieux contrôler le moment angu-
laire des harmoniques. Pour ce faire, nous devrons envisager des schémas de génération à deux
faisceaux, offrant davantage de degrés de liberté, que nous étudierons dans les parties III et IV.
Génération d’harmoniques polarisées circulairement
Le développement de sources harmoniques polarisées circulairement est nécessaire pour réa-
liser des expériences (autrement que sur grands instruments tels que les synchrotrons) de di-
chroïsme circulaire de photo-électrons [Powis 2008] ou de dichroïsme circulaire magnétique de
rayons X [Kfir et al. 2015] résolues en temps.
Or nous avons montré dans le chapitre 5 que ceci est impossible en générant les harmoniques
à partir d’un seul faisceau 3 : d’une part, le rendement harmonique décroît rapidement avec
l’ellipticité du laser pilote, et d’autre part, l’ellipticité harmonique ainsi produite est toujours
inférieure à celle de l’infrarouge générateur. La trajectoire électronique lors de l’étape de propa-
gation du paquet d’onde électronique dans le continuum est responsable de ces faibles efficacités
et ellipticités.
Une solution à ce problème a été initialement proposée par [Eichmann et al. 1995], qui
consiste à manipuler la trajectoire électronique par un champ bicolore. En combinant deux
faisceaux colinéaires de polarisations circulaires opposées, l’un étant doublé en fréquence, nous
obtenons une trajectoire électronique en forme de trèfle à trois feuilles représentée sur la figure
5.11. La trajectoire repassant par l’origine, la probabilité de recombinaison radiative est alors
plus élevée que dans le cas de la trajectoire elliptique. L’expérience a été réalisée par [Fleischer
et al. 2014] et [Kfir et al. 2015], démontrant des ellipticités harmoniques très proches de 1.
Ces expériences sont couramment décrites de manière paramétrique en invoquant une loi de
conservation du moment angulaire de spin que nous discuterons dans le chapitre 10.
Ainsi, l’ajout d’un second faisceau s’avère extrêmement intéressant pour mieux contrôler le
transfert de moment angulaire de spin lors de la génération d’harmoniques d’ordre élevé. Nous
développerons plus amplement cette thématique dans le chapitre 10.
3. La génération à partir d’un champ polarisé linéairement dans des molécules alignées permet d’obtenir des
ellipticités parfois élevées [Mairesse et al. 2010]. Cependant, cette technique est assez peu flexible, pas très simple à
mettre en œuvre et produit des ellipticités globalement modestes en raison notamment d’un degré de polarisation
relativement faible.
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Figure 5.11 – État de polarisation d’un champ composé du fondamental et de sa seconde
harmonique (de même amplitude), tous deux polarisés circulairement en sens contraires.
Contrôle du moment angulaire orbital des harmoniques
Dans le chapitre 3, nous avons démontré la possibilité de générer des harmoniques d’ordre
élevé portant du moment angulaire orbital. Cependant, le schéma utilisé est régi par la loi de
transfert `q = q`1, ce qui limite considérablement la flexibilité du dispositif. Par exemple, il ne
permet pas de produire des harmoniques ayant un moment angulaire orbital unitaire.
Or un plus grand contrôle de la charge topologique harmonique pourrait bénéficier à de
nombreuses applications citées en introduction du chapitre 3, à l’instar des communications
quantiques où il serait intéressant de pouvoir générer des harmoniques de moment angulaire
orbital arbitraire, ou bien de la microscopie qui gagnerait en résolution en diminuant la taille
des modes de Laguerre-Gauss, autrement dit leur indice azimutal.
Là encore, l’utilisation d’un second faisceau pilote offrirait un degré de liberté supplémentaire
et permettrait ainsi de répondre à ces besoins. C’est l’objet de la proposition théorique de
[Gariepy et al. 2014], qui consiste à généraliser la loi de conservation du moment angulaire
orbital dans le cas de la génération d’harmoniques à deux faisceaux, en s’appuyant sur le modèle
multiphotonique présenté dans le chapitre 6. Nous avons réalisé cette expérience au cours de
cette thèse et en présenterons les résultats au chapitre 9.
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Troisième partie
La génération d’harmoniques à deux
faisceaux non-colinéaires
Nous venons de montrer dans la partie II que pour contrôler pleinement la mise
en forme du front d’onde ou de l’état de polarisation des harmoniques d’ordre élevé,
les schémas de génération à un seul faisceau sont insuffisants. Nous devons donc
envisager des configurations mettant en jeu deux faisceaux pilotes. Avant de leur
adjoindre des moments angulaires, nous proposons dans cette partie d’étudier le
montage le plus simple de génération d’harmoniques à deux faisceaux non-colinéaires,
i.e. le cas où les faisceaux sont gaussiens et polarisées linéairement.
Nous présenterons dans le chapitre 6 une généralisation du modèle multiphoto-
nique permettant d’anticiper un bon nombre de caractéristiques de l’émission har-
monique. Néanmoins, ce modèle très intuitif possède des limites que nous mettrons
en évidence par des expériences et des simulations numériques dans le chapitre 7. Ces
considérations nous ont finalement amenés à élaborer dans le chapitre 8 une théorie
plus fine et donc plus complète de la génération à deux faisceaux, que nous avons
baptisée "réseau actif".
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Chapitre 6
Généralisation du modèle
multiphotonique à la génération
d’harmoniques à deux faisceaux –
Lois de conservation
Dès les années 1990, de nombreuses expériences de génération d’harmoniques à partir de
champs à plusieurs couleurs ont été réalisées, mélangeant soit la fréquence fondamentale et
une (ou plusieurs) de ses harmoniques basses, soit des fréquences non commensurables, dans le
but de suivre et contrôler le processus de génération [Dudovich et al. 2006, Shafir et al. 2012],
d’améliorer le rendement harmonique [Kim et al. 2005, Watanabe et al. 1994, Brizuela et al.
2013], de produire une source XUV accordable [Eichmann et al. 1994, Gaarde et al. 1996b, Hilbig
et Wallenstein 1982], de générer une seule impulsion XUV par cycle optique [Mauritsson et al.
2006], de synthétiser des impulsions attosecondes uniques [Pfeifer et al. 2006, Ivanov et al. 1995,
Mashiko et al. 2008, Bandulet et al. 2010, Mansten et al. 2009]...
Ces travaux ont permis très tôt [Perry et Crane 1993] d’établir des règles de conservation
fondées sur le modèle multiphotonique que nous présentons dans ce chapitre. De par sa grande
simplicité, ce modèle a été largement employé par la suite pour décrire les expériences de géné-
ration d’harmoniques à deux faisceaux [Bertrand et al. 2011, Heyl et al. 2014]. Très intuitif, il
a même inspiré de nombreuses expériences afin de démontrer de nouvelles lois de conservation
[Fleischer et al. 2014, Kfir et al. 2015; 2016, Hickstein et al. 2015, Gariepy et al. 2014]. En effet, il
suffit de dénombrer pour chaque faisceau incident les photons absorbés ou émis lors du processus
pour prédire la présence ou l’absence d’harmoniques.
Du point de vue expérimental, le faisceau principal sera orienté le long de l’axe optique et aura
toujours suffisamment d’énergie pour générer des harmoniques à lui seul, tandis que le second
faisceau fera un petit angle (généralement entre 15 et 20 mrad) avec l’axe optique et ne pourra
pas (dans la majorité des cas) générer d’harmoniques seul. De ce fait, nous distinguerons nos deux
faisceaux en qualifiant l’un de "faisceau de génération" et l’autre de "faisceau de perturbation"
(même si cela constituera souvent un abus de langage). Dans toute la suite, nous noterons n1
le nombre de photons provenant du faisceau principal et n2 le nombre de photons du second
faisceau ; ces quantités peuvent être positives ou négatives selon qu’il s’agit de photons absorbés
ou émis de façon stimulée respectivement. Plus généralement, toutes les valeurs indexées par 1
ou 2 se rapporteront respectivement au faisceau principal ou au faisceau perturbatif.
Cependant, il est quelque peu surprenant de constater que contrairement à la génération
d’harmonique standard (i.e. à un seul faisceau) pour laquelle on peut trouver une littérature
assez étendue, relativement peu de publications traitent de l’accord de phase lors de la génération
d’harmoniques à deux faisceaux. Nous proposons dans les sections 6.1 et 6.2 de généraliser le
modèle quantique de la génération d’harmoniques présenté dans le chapitre 2 afin de retrouver
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les lois de conservation du modèle multiphotonique dans le cas à deux faisceaux. Ces lois posent
les jalons de toutes les expériences décrites dans la suite de ce manuscrit. Enfin, nous aborderons
dans la section 6.3 le sujet des rendements harmoniques obtenus dans le cadre de cette théorie
perturbative basée sur l’approximation de champ fort, et ferons le lien avec l’accord de phase.
6.1 Développement perturbatif de la phase atomique dans le cas
de deux faisceaux colinéaires
Nous avons vu dans le chapitre 2 que la phase atomique joue un rôle important dans l’accord
de phase lors de la génération d’harmoniques à un seul faisceau. Lorsqu’un second faisceau
peu intense et doublé en fréquence vient perturber le processus, [Dahlström et al. 2011] et
[Pedatzur et al. 2015] ont montré que la correction apportée à la phase atomique dans le cadre
de l’approximation de champ fort peut être calculée analytiquement. Nous appliquons ici le même
développement perturbatif lorsque les deux faisceaux sont de même fréquence et rappelons les
résultats dans le cas à deux couleurs.
6.1.1 Calcul dans le cadre de l’approximation de champ fort
Redonnons l’expression du dipôle rayonné par l’atome unique [Lewenstein et al. 1994] :
~x(t) = −i
∫ t
−∞
dti
∫
d~p ~d∗
~p+e ~A(t) e
i
S(~p,ti,t)
~ ~E(ti) · ~d~p+e ~A(ti) (6.1)
où S(~p, ti, t) = −
∫ t
ti
dt′
(
Ip +
(
~p+ e ~A(t′)
)2
/2m
)
(6.2)
est l’intégrale d’action. Le spectre rayonné ~xω est simplement donné par la transformée de Fourier
de ce dipôle. Commençons par le cas où les deux faisceaux sont colinéaires. L’intégrale d’action
est modifiée ainsi :
S(~p, ti, tf ) = −
∫ tf
ti
dt′
Ip +
(
~p+ e ~A1(t′)
)2
2m

︸ ︷︷ ︸
S1(~p,ti,tf )
−λ
∫ tf
ti
dt′
(
~p+ e ~A1(t′)
) (
e ~A2(t′, ϕ)
)
m︸ ︷︷ ︸
λσ(~p,ti,tf ,ϕ)
(6.3)
où ~A1(t′) et λ ~A2(t′, ϕ) sont respectivement les potentiels vecteurs associés aux champs de gé-
nération et de perturbation, ϕ est le déphasage entre ces deux champs, S1(~p, ti, tf ) l’intégrale
d’action dans le cas à un seul faisceau, et λ 1 un scalaire. Dans cette approche, les points selles
sont calculés uniquement pour le faisceau principal, donnant les valeurs des instants d’ionisation
ti et de recombinaison tr, ainsi que du moment canonique stationnaire de l’électron ~p.
Cas à une couleur Dans toutes les expériences réalisées sur le laser LUCA à Saclay, les deux
faisceaux ont la même fréquence ω. Considérons pour simplifier des ondes planes progressives mo-
nochromatiques et écrivons leurs potentiels vecteurs ~A1 = ~A(0)1 sin(ωt) et ~A2 = ~A
(0)
2 sin(ωt+ ϕ).
L’intégration du terme perturbatif peut être réalisée analytiquement [Dahlström et al. 2011,
Pedatzur et al. 2015] :
σ(~p, ti, tf , ϕ) =
e
m
[
~p · ~A(0)2
cos(ωt′ + ϕ)
ω
+ e ~A(0)1 · ~A(0)2
(sin(2ωt′ + ϕ)
4ω −
cos(ϕ)
2 t
′
)]tf
ti
(6.4)
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Nous pouvons ensuite développer σ(~p, ti, tf , ϕ) en utilisant l’identité de Jacobi-Anger :
e
i
~S(~p,ti,tf ,ϕ) = e
i
~S1(~p,ti,tf )e
i
~λσ(~p,ti,tf ,ϕ)
= e
i
~S1(~p,ti,tf )
( +∞∑
r=−∞
irJr(u)eir(ωtf+ϕ)
)( +∞∑
s=−∞
Js
(
v
2
)
eis(2ωtf+ϕ)
)
e−iv cos(ϕ)ωtf
(6.5)
où par souci de simplicité, nous avons omis les termes en ti. Dans cette équation, u et v sont
des petites quantités (d’amplitudes équivalentes) définies par :
u = λ em
~p· ~A(0)2
~ω où |~p| '
√
2m(q~ω − Ip)
v = λ em
e ~A
(0)
1 · ~A
(0)
2
2~ω
(6.6)
Notons que dans l’équation 6.5 :
— le facteur e i~S1(~p,ti,tf ) contient une somme (pondérée) sur n de einωtf (voir l’annexe A),
devant laquelle nous pouvons négliger e−iv cos(ϕ)ωtf (en effet, v cos(ϕ) 1 < n)
— dans le produit des sommes, le couple (r, s) = (0, 0) correspond au spectre harmonique
non perturbé.
Jusqu’ici nous avons considéré un seul demi-cycle laser. Étudions à présent comment se
somment les événements de demi-cycles successifs [Dahlström et al. 2011], autrement dit com-
ment les événements se produisant entre ti et tf s’additionnent avec ceux entre ti + T/2 et
tf + T/2, T = 2pi/ω étant la période du laser. L’élément de transition du dipôle ~d∗~p+e ~A(t) dans
l’équation (6.1) ne change pas de signe, alors que ~E(ti) · ~d~p+e ~A(ti) change de signe en raison
du changement de signe du champ électrique à ti. Comme ~p et ~A changent tous les deux de
signe dans l’équation (6.2) [Pedatzur et al. 2015], l’action principale S1(~p, ti, tf ) reste inchangée.
Finalement, le terme e−iωqtf est multiplié par e−iωqT/2. En prenant λ = 0, nous obtenons pour
la somme sur M périodes du champ :
~xsumω = ~xω
M∑
j=1
(
1− e−iωq(T/2)
)
= ~xω (1− (−1)q) (6.7)
De manière évidente, les termes de la somme sont nuls si q est pair, tandis qu’il s’ajoutent
constructivement pour les harmoniques impaires.
Revenons maintenant au cas où λ 6= 0. Comme mentionné dans [Pedatzur et al. 2015], ~p
change de signe entre deux demi-cycles consécutifs, donc u aussi. On utilise l’identité ∀n ∈ Z,
Jn(−u) = J−n(u) = (−1)nJn(u) pour généraliser l’équation (6.7) :
~xsumω = ~xω
∑
r,s
Jr(u)Js
(
v
2
)
ei(r+2s)ωtf+i(r+s)ϕ+irpi/2
(
1− (−1)n+r
)
(6.8)
Un triplet (n, r, s) génère l’harmonique q = n+r+2s. Cette harmonique est non nulle seulement
si n+ r est impair.
Cas à deux couleurs Dans les expériences que nous avons réalisées chez nos collaborateurs
en Slovénie [Article 1], ainsi que dans de nombreuses expériences décrites dans la littérature
[Bertrand et al. 2011, Heyl et al. 2014, Gariepy et al. 2014, Fleischer et al. 2014, Kfir et al. 2015;
2016], le faisceau perturbatif est doublé en fréquence. Les deux potentiels vecteurs s’écrivent
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désormais ~A1 = ~A(0)1 sin(ωt) et ~A2 = ~A
(0)
2 sin(2ωt+ ϕ). Les équations (6.4), (6.5) et (6.8) de-
viennent alors :
σ(~p, ti, tf , ϕ) =
e
m
[
~p · ~A(0)2
cos (2ωt′ + ϕ)
2ω + e
~
A
(0)
1 ·
~
A
(0)
2
(sin (3ωt′ + ϕ)
6ω −
sin (ωt′ + ϕ)
2ω
)]tf
ti
(6.9)
e
i
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i
~S1(~p,ti,tf ,ϕ)
 +∞∑
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r=−∞
Jr
(
v
3
)
eir(3ωtf+ϕ)
)
( +∞∑
s=−∞
Js(−v)eis(ωtf+ϕ)
) (6.10)
avec

u = λ em
~p· ~A(0)2
2~ω
v = λ em
e ~A
(0)
1 · ~A
(0)
2
2~ω
(6.11)
~xsumω = ~xω
∑
k,r,s
Jk(u)Jr
(
v
3
)
Js(−v)ei(2k+3r+s)ωtf+(k+r+s)ϕ+kpi/2
(
1− (−1)n+k
)
(6.12)
Un quadruplet (n, k, r, s) génère l’harmonique q = n+2k+3r+s. Cette harmonique est non
nulle seulement si n+ k est impair.
6.1.2 Modèle multiphotonique : conservation de la parité et de l’énergie
Intéressons-nous à présent à ce qu’impliquent ces résultats en termes de photons. Pour cela,
commençons par rappeler les règles de conservation de l’énergie et de la parité, et voyons en-
suite pour chacun des deux cas étudiés comment interpréter l’expression obtenue pour le dipôle
harmonique afin de retrouver ces deux lois qui découlent du modèle multiphotonique.
D’une manière générale, la loi de conservation de l’énergie, lors de la génération d’harmo-
niques à deux faisceaux, s’écrit :
~ωq = n1~ω1 + n2~ω2 soit ωq = n1ω1 + n2ω2 (6.13)
où ω1, ω2 et ωq sont respectivement les pulsations des faisceaux de génération, de perturbation et
de l’harmonique d’ordre q générée. Nous pouvons considérer sans perte de généralité que n1 est
un entier positif et n2 un entier positif ou négatif rendant compte de la somme ou la différence
de fréquences respectivement.
De plus, la conservation de la parité stipule que seuls les processus impliquant un nombre
total pair de photons (nombre impair de photons infrarouges + un photon XUV émis) sont
autorisés dans les milieux centrosymétriques. Autrement dit, il faut que la somme n1 + n2 soit
toujours impaire.
Expériences à une couleur Dans ce cas, nous avons ωq = qω et la conservation de l’énergie se
simplifie pour donner q = n1 +n2. Du fait de la conservation de la parité, seules les harmoniques
impaires peuvent être générées. Ces règles se retrouvent dans l’équation (6.8) :
— les indices n et r correspondent respectivement à des photons du faisceau principal et du
faisceau perturbatif
— l’indice s renvoie quant à lui à un battement de fréquence à 2ω entre les deux faisceaux
et correspond donc à deux photons, l’un du faisceau principal et l’autre du faisceau
perturbatif.
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Le nombre total de photons absorbés provenant du faisceau principal vaut alors n1 = n + s
et le nombre de photons perturbatifs absorbés est n2 = r + s. L’indice s comptant pour deux
photons, la somme n + r est de même parité que n1 + n2. Nous retrouvons ainsi les lois de
conservation de l’énergie et de la parité du modèle multiphotonique où q = n1 + n2. Notons
qu’il existe ainsi plusieurs combinaisons de photons (n1, n2) possibles pour produire la même
harmonique. Quelques exemples sont représentés sur la figure 6.1 pour l’harmonique 11.
(8, 3) Ordre 3
(9, 2) Ordre 2
(10, 1) Ordre 1
(11, 0) Ordre 0
(12,−1) Ordre -1
(13,−2) Ordre -2
Figure 6.1 – Quelques combinaisons de (n1, n2) possibles pour générer un photon de l’harmo-
nique 11 dans le cas à une couleur. Les photons des faisceaux de génération, de perturbation et
harmonique sont représentés en rouge intense, rouge pâle et violet respectivement.
L’ordre 0 de perturbation correspond au couple (r, s) = (0, 0). Seules les harmoniques im-
paires sont générées et q = n = n1.
Considérons à présent le premier ordre de perturbation. Les couples (r, s) mis en jeu sont
donnés dans le tableau 6.1, ainsi que les valeurs correspondantes de n, n1 et n2. Quand n < q (soit
n2 > 0), on a absorption d’un photon du faisceau perturbatif (somme de fréquences). Quand
n > q (soit n2 < 0), on a émission d’un photon perturbatif (différence de fréquences). Dans
chacun de ces deux cas, deux processus interviennent, avec des amplitudes relatives comparables
J±1(u)J0
(
v
2
)
et J0(u)J±1
(
v
2
)
.
(r, s) (1, 0) (0, 1) (−1, 0) (0,−1)
n q − 1 q − 2 q + 1 q + 2
n1 q − 1 q + 1
n2 1 −1
Table 6.1 – Premier ordre de perturbation de l’harmonique q (impaire).
L’ensemble des processus donnant lieu au second ordre de perturbation est donné dans le
tableau 6.2. Comme précédemment, on a absorption (respectivement émission) de deux photons
perturbatifs lorsque n2 > 0 (respectivement n2 < 0). La somme (tout comme la différence) de
fréquences fait intervenir trois processus, d’amplitudes relatives J±2(u)J0
(
v
2
)
, J±1(u)J±1
(
v
2
)
et
J0(u)J±2
(
v
2
)
.
(r, s) (2, 0) (1, 1) (0, 2) (−2, 0) (−1,−1) (0,−2)
n q − 2 q − 3 q − 4 q + 2 q + 3 q + 4
n1 q − 2 q + 2
n2 2 −2
Table 6.2 – Second ordre de perturbation de l’harmonique q (impaire).
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Nous pouvons faire de même avec le troisième ordre de perturbation (tableau 6.3). La somme
et la différence de fréquence font chacune intervenir quatre processus, d’amplitudes relatives
J±3(u)J0
(
v
2
)
, J±2(u)J±1
(
v
2
)
, J±1(u)J±2
(
v
2
)
et J0(u)J±3
(
v
2
)
.
(r, s) (3, 0) (2, 1) (1, 2) (0, 3) (−3, 0) (−2,−1) (−1,−2) (0,−3)
n q − 3 q − 4 q − 5 q − 6 q + 3 q + 4 q + 5 q + 6
n1 q − 3 q + 3
n2 3 −3
Table 6.3 – Troisième ordre de perturbation de l’harmonique q (impaire).
D’une manière générale, seules les harmoniques impaires sont émises et chaque ordre de
perturbation fait intervenir n2 + 1 processus (en réalité, bien davantage de processus peuvent
entrer en jeu, mais nous verrons dans la section 6.3 que leurs amplitudes relatives sont plus
faibles que ceux mentionnés ici).
Expériences à deux couleurs Dans le cas où la perturbation est doublée en fréquence,
la conservation de l’énergie s’écrit alors q = n1 + 2n2 et la conservation de la parité autorise
désormais la génération d’harmoniques paires. Ces règles se retrouvent dans l’équation (6.12) :
— les indices n et k correspondent respectivement à des photons du faisceau principal et du
faisceau perturbatif
— l’indice r (respectivement s) renvoie quant à lui à un battement de fréquence à 3ω (respec-
tivement ω) entre les deux faisceaux et correspond donc à deux photons, l’un du faisceau
principal et l’autre du faisceau perturbatif.
Le nombre total de photons absorbés provenant du faisceau principal vaut alors n1 = n+r−s et
le nombre de photons perturbatifs absorbés est n2 = k+ r+ s. Les indices r et s comptant pour
deux photons, la somme n+k est de même parité que n1 +n2. L’absorption d’un nombre impair
de photons à la fréquence ω (et donc d’un nombre pair de photons à 2ω) conduit à la génération
des harmoniques impaires, tandis que les harmoniques paires sont générées par absorption d’un
nombre pair de de photons à ω (et donc d’un nombre impair de photons à 2ω). Nous retrouvons
ainsi les lois de conservation de l’énergie et de la parité du modèle multiphotonique où q =
n1 + 2n2. Quelques combinaisons possibles sont représentés sur les figures 6.2 et 6.3 pour les
harmoniques 10 et 11 respectivement.
(4, 3) Ordre 3
(8, 1) Ordre 1
(12,−1) Ordre -1
Figure 6.2 – Quelques combinaisons de (n1, n2) possibles pour générer un photon de l’harmo-
nique 10 dans le cas à deux couleurs. Les photons des faisceaux de génération, de perturbation et
harmonique sont représentés en rouge, bleu et violet respectivement. L’absorption d’un nombre
pair de photons à 2ω est interdite par la loi de conservation de la parité.
Considérons le premier ordre de perturbation. Dans le cas de la somme de fréquences,
l’harmonique d’ordre q pair peut être générée par les quadruplets (n, k, r, s) = (q − 2, 1, 0, 0),
(n, k, r, s) = (q− 3, 0, 1, 0) et (n, k, r, s) = (q− 1, 0, 0, 1). Ces quadruplets correspondent tous les
trois à (n1, n2) = (q − 2, 1) dans le modèle multiphotonique. Pour la différence de fréquences, il
suffit d’inverser tous les signes (sauf celui de q).
De la même manière, le second ordre positif de perturbation est produit par les quadruplets
(n, k, r, s) = (q − 4, 2, 0, 0), (n, k, r, s) = (q − 6, 0, 2, 0), (n, k, r, s) = (q − 2, 0, 0, 2), (n, k, r, s) =
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(7, 2) Ordre 2
(11, 0) Ordre 0
(15,−2) Ordre -2
Figure 6.3 – Quelques combinaisons de (n1, n2) possibles pour générer un photon de l’harmo-
nique 11 dans le cas à deux couleurs. L’absorption d’un nombre impair de photons à 2ω est
interdite par la loi de conservation de la parité.
(q − 5, 1, 1, 0), (n, k, r, s) = (q − 3, 1, 0, 1) et (n, k, r, s) = (q − 4, 0, 1, 1). L’ordre -2 est également
obtenu en inversant les signes.
Il est intéressant de noter que par rapport au cas à une couleur, un plus grand nombre
de processus conduisent à la génération d’un même ordre de perturbation dans le cas à deux
couleurs.
6.2 Calcul du dipôle harmonique dans le cas de deux faisceaux
non-colinéaires
Outre le choix des fréquences, la génération d’harmoniques à plusieurs faisceaux fournit un
degré de liberté très intéressant : l’angle entre les faisceaux. En effet, l’utilisation de géomé-
tries non-colinéaires offre de nombreux avantages, tels que la séparation en champ lointain des
faisceaux harmoniques et fondamentaux [Peatross et al. 1994, Paul et al. 2001, Fomichev et al.
2002, Negro et al. 2014], la séparation des différents ordres harmoniques sans avoir recours à
un spectromètre [Birulin et al. 1996, Ellis et al. 2017], la génération d’harmoniques assistée par
cavité [Ozawa et al. 2008, Wu et Zeng 2007, Moll et al. 2006], la caractérisation spatio-temporelle
d’impulsions attosecondes [Kim et al. 2013]...
6.2.1 Modèle multiphotonique : conservation de l’impulsion
En particulier, la combinaison non-colinéaire de deux faisceaux permet de séparer angulai-
rement les photons harmoniques générés par les différentes combinaisons de photons (n1, n2)
présentées juste avant [Bertrand et al. 2011]. La direction d’émission est gouvernée par la loi de
conservation de l’impulsion :
~kq = n1~k1 + n2~k2 (6.14)
où ~k1, ~k2 et ~kq sont respectivement les vecteurs d’onde des faisceaux de génération, de pertur-
bation et de l’harmonique d’ordre q générée. La figure 6.4 illustre ce phénomène dans le cas à
une couleur pour les combinaisons de photons représentées sur la figure 6.1.
Nous allons maintenant démontrer comment nous pouvons retrouver cette règle par le calcul
du dipôle harmonique dans le cadre de l’approximation de champ fort.
6.2.2 Développement perturbatif et condition d’accord de phase
En effectuant un développement perturbatif de la phase atomique dans le cadre de l’ap-
proximation de champ fort, nous avons trouvé dans la section 6.1 une multitude de processus
intervenant dans la génération d’harmoniques à deux faisceaux colinéaires. Soyons à présent plus
complet et prenons en compte l’effet d’un petit angle γ  1 rad entre les deux faisceaux. Il suffit
pour cela d’inclure les vecteurs d’onde ~k1 et ~k2 dans les expressions des potentiels vecteurs.
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(9, 2)
(10, 1)
(11, 0)
(12,−1)
Figure 6.4 – Illustration de la conservation de l’impulsion dans le cas à une couleur pour
l’harmonique 11.
Cas à une couleur Nous reprenons le calcul de la phase atomique avec :
~A1 = ~A(0)1 sin
(
ωt− ~k1 · ~r
)
~A2 = ~A(0)2 sin
(
ωt− ~k2 · ~r + ϕ
) (6.15)
où ~r décrit la position dans le milieu. Nous introduisons également le vecteur d’onde de l’XUV
~kq. La condition d’accord de phase s’écrit désormais :
~kq = ~∇ΦXUV + n~k1 + r~k2 + s
(
~k1 + ~k2
)
(6.16)
= ~∇ΦXUV + (n+ s)~k1 + (r + s)~k2 (6.17)
Il est intéressant de noter que dans cette approche perturbative, la phase atomique ΦXUV reste
inchangée. Ce ne sera plus vrai pour des intensités plus élevées du faisceau "perturbatif", car le
temps d’excursion sera significativement modifié par le potentiel vecteur.
Les processus décrits précédemment sont schématisés sur les figures 6.5, 6.6 et 6.7 pour les
trois premiers ordres de perturbation de l’harmonique 11. Les différents ordres de perturbation se
séparent angulairement. Notons que tous les processus (y compris ceux que nous avons négligés)
conduisant à la génération d’un même ordre de perturbation émettent avec le même angle.
(r, s) = (0, 0)
Figure 6.5 – Harmonique 11 non perturbée. Les flèches rouges représentent les vecteurs d’onde
des photons infrarouges et la flèche violette celui de l’XUV. Le terme ~∇ΦXUV est ici négligé.
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(r, s) = (1, 0)
(r, s) = (0, 1)
(r, s) = (−1, 0)
(r, s) = (0,−1)
Figure 6.6 – Premier ordre de perturbation pour l’harmonique 11. En rouge intense les photons
du faisceau principal, en rouge pâle les photons perturbatifs et en violet l’XUV. Les indices n
et r sont représentés en traits pleins, tandis que l’indice s est tracé avec des tirets. Le terme
~∇ΦXUV est ici négligé.
(r, s) = (2, 0)
(r, s) = (1, 1)
(r, s) = (0, 2)
(r, s) = (−2, 0)
(r, s) = (−1,−1)
(r, s) = (0,−2)
Figure 6.7 – Second ordre de perturbation pour l’harmonique 11. En rouge intense les photons
du faisceau principal, en rouge pâle les photons perturbatifs et en violet l’XUV. Les indices n
et r sont représentés en traits pleins, tandis que l’indice s est tracé avec des tirets. Le terme
~∇ΦXUV est ici négligé.
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Cas à deux couleurs Nous reprenons le calcul de la phase atomique avec cette fois-ci :
~A1 = ~A(0)1 sin
(
ωt− ~k1 · ~r
)
~A2 = ~A(0)2 sin
(
2ωt− ~k2 · ~r + ϕ
) (6.18)
La condition d’accord de phase s’écrit désormais :
~kq = ~∇ΦXUV + n~k1 + k~k2 + r
(
~k1 + ~k2
)
+ s
(
~k2 − ~k1
)
(6.19)
= ~∇ΦXUV + (n+ r − s)~k1 + (k + r + s)~k2 (6.20)
Les processus décrits précédemment sont schématisés sur les figures 6.8 et 6.9 pour les ordres
de perturbation +1 de l’harmonique 10 et +2 de l’harmonique 11 respectivement.
(k, r, s) = (1, 0, 0)
(k, r, s) = (0, 1, 0)
(k, r, s) = (0, 0, 1)
Figure 6.8 – Premier ordre de perturbation pour l’harmonique 10. En rouge les photons du
faisceau principal, en bleu les photons perturbatifs et en violet l’XUV. Les indices n et k sont
représentés en traits pleins, tandis que les indices r et s sont tracés avec des tirets et des pointillés
respectivement. Le terme ~∇ΦXUV est ici négligé.
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(k, r, s) = (2, 0, 0)
(k, r, s) = (0, 2, 0)
(k, r, s) = (0, 0, 2)
(k, r, s) = (1, 1, 0)
(k, r, s) = (1, 0, 1)
(k, r, s) = (0, 1, 1)
Figure 6.9 – Second ordre de perturbation pour l’harmonique 11. En rouge les photons du
faisceau principal, en bleu les photons perturbatifs et en violet l’XUV. Les indices n et k sont
représentés en traits pleins, tandis que les indices r et s sont tracés avec des tirets et des pointillés
respectivement. Le terme ~∇ΦXUV est ici négligé.
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6.3 Rendements harmoniques
Il est intéressant de noter qu’aucune dissymétrie entre somme et différence de fréquences
n’apparaît dans ce modèle puisque ∀m ∈ N, |Jm| = |J−m|. Nous aurions donc a priori autant de
chances d’absorber que d’émettre des photons perturbatifs, et les ordres de perturbation positifs
devraient avoir les mêmes amplitudes que leurs homologues négatifs.
Par ailleurs, comme nous pouvons le constater sur la figure 6.10(a), les fonctions de Bessel de
première espèce voient leur amplitude décroître autour de zéro lorsque leur ordre augmente. En
conséquence, d’après ce modèle, les ordres de perturbation seraient d’autant moins intenses que
leur ordre est élevé (en valeur absolue). C’est un résultat très classique d’optique non-linéaire
perturbative [Boyd 2008].
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Figure 6.10 – (a) Courbes représentatives des quatre premières fonctions de Bessel de première
espèce entre 0 et 1. (b) Comparaison de deux produits de fonctions de Bessel correspondant tous
deux au premier ordre de perturbation.
Enfin, nous nous sommes permis de négliger certains processus dans la section 6.1. Par
exemple, les couples (r, s) = (1,−1) et (r, s) = (−1, 1) produisent également l’ordre 0 mais
avec des amplitudes relatives J±1(u)J∓1
(
v
2
)
plus faibles que J0(u)J0
(
v
2
)
. De même, les couples
(r, s) = (2,−1), (r, s) = (−1, 2), (r, s) = (−2, 1) et (r, s) = (1,−2) génèrent les ordres ±1 mais
avec des amplitudes relatives plus faibles (voir la figure 6.10(b)) que les couples (r, s) = (1, 0),
(r, s) = (0, 1), (r, s) = (−1, 0) et (r, s) = (0,−1), etc... De façon assez évidente, pour un ordre
de perturbation donné, les processus mettant en jeu de plus grands nombres de photons sont
moins importants que les processus plus "directs".
Dans le chapitre 7, nous nous proposons de tester expérimentalement (sur le laser LUCA)
et numériquement (par les simulations quantiques complètes de Thierry Auguste) la plupart de
ces prédictions. Par contre, nous n’avons pas pu séparer les différentes contributions à un ordre
de perturbation donné.
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Expériences de génération
d’harmoniques à deux faisceaux
non-colinéaires
Dans le chapitre 6, nous venons de présenter un modèle simple permettant d’appréhender de
manière intuitive la génération d’harmoniques à deux faisceaux. Nous allons à présent confronter
cette théorie à la réalité. Les expériences que nous exposons dans ce chapitre ont été réalisées
sur le laser LUCA à Saclay et mettent en jeu deux faisceaux gaussiens non-colinéaires et de
même fréquence. Les résultats obtenus seront ensuite confortés par des simulations numériques
effectuées par Thierry Auguste.
7.1 Le dispositif expérimental : interféromètre de type Mach-
Zehnder
Pour que la génération d’harmoniques à deux faisceaux ait lieu, il faut que les deux impulsions
laser génératrices se recouvrent spatialement au niveau du jet de gaz et soient synchronisées tem-
porellement. De plus, nous avons besoin de pouvoir contrôler les paramètres des deux faisceaux
indépendamment. Afin de satisfaire à ces conditions, nous avons mis en œuvre un interféromètre
de type Mach-Zehnder tel que représenté sur la figure 7.1.
Figure 7.1 – Schéma du montage expérimental de génération d’harmoniques à deux faisceaux.
S : lame séparatrice. L1 et L2 : lentilles convergentes de focale 1 m. MR : miroir de recombinaison.
MS : miroir sphérique en B4C. R : réseau plan en or. MCP : galettes de micro-canaux suivies
d’un écran de phosphore.
Sur ce schéma, la lumière se propage de la gauche vers la droite. Le faisceau est divisé en deux
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par une lame séparatrice mince : les parties transmise et réfléchie constituent respectivement
les faisceaux de génération et de perturbation. Dans chacun des bras de notre interféromètre se
trouvent un atténuateur formé d’une lame demi-onde et d’un polariseur en réflexion (composé
de lames à l’incidence de Brewster), ainsi qu’un iris (par souci de lisibilité, ces éléments ne
sont pas représentés sur la figure 7.1). Ainsi nous pouvons régler l’énergie et le taille des deux
faisceaux indépendamment. Notons qu’il aurait été plus simple d’utiliser une lame demi-onde
suivie d’un cube séparateur de polarisation plutôt qu’une lame séparatrice et deux atténuateurs,
mais l’épaisseur du cube aurait notablement rallongé la durée d’impulsion, ce qui n’est pas
souhaitable pour nos expériences.
Dans le bras de génération, une ligne à retard commandée par une vis micrométrique et
un moteur piézoélectrique permet de synchroniser finement les deux faisceaux. Des lentilles de
focale 1 m viennent ensuite focaliser les deux faisceaux au niveau du jet de gaz. Au niveau
du miroir dit "de recombinaison", les deux faisceaux sont séparés verticalement d’environ 1.5
cm (centre à centre) : la génération est réfléchie par le miroir et se propage sur l’axe optique,
tandis que la perturbation passe au-dessus du miroir et arrive avec un petit angle sur la cible.
Étant données les tailles de faisceaux que nous utilisons (de l’ordre de 0.5 cm de rayon), nous
ne pouvons pas réaliser des angles inférieurs à 13 mrad avec ce dispositif de recombinaison. Une
lame séparatrice lèverait cette contrainte mais une partie de la génération et de la perturbation
serait transmise ou respectivement réfléchie par celle-ci, ce qui réduirait sensiblement l’énergie
disponible en sortie d’interféromètre.
Précisons que dans ces expériences, la polarisation des deux faisceaux est fixée par les at-
ténuateurs et est linéaire verticale. Les faisceaux peuvent alors interférer entre eux : lorsqu’ils
se recouvrent bien spatialement et temporellement, nous pouvons visualiser les franges d’égale
épaisseur, dont l’interfrange dépend de l’angle entre les deux faisceaux (voir figure 7.2).
Figure 7.2 – Figures d’interférences au foyer (enregistrées à l’aide d’une caméra CCD) pour
des angles entre les deux faisceaux de 13, 17 et 21 mrad (de gauche à droite).
Ensuite, les harmoniques sont générées dans l’argon puis détectées à l’aide du spectromètre
décrit dans le chapitre 2, constitué d’un miroir en B4C, d’un réseau en or et de galettes de
micro-canaux.
7.2 Spectres harmoniques obtenus en fonction de l’énergie de
perturbation et de l’angle entre les deux faisceaux
La figure 7.3 illustre un exemple typique de spectre obtenu avec le laser LUCA lorsqu’on
génère des harmoniques à partir de deux faisceaux non-colinéaires. Il s’agit de l’image obtenue
directement sur les galettes de micro-canaux, enregistrée avec une caméra visible (nous avons
accumulé ici 500 tirs laser).
Le réseau de notre spectromètre diffracte les harmoniques dans le plan horizontal. Nous ob-
servons donc de gauche à droite les harmoniques 9, 11, 13 et 15. C’est d’ailleurs pour cette raison
que nous avons mis nos deux faisceaux infrarouges dans un plan vertical et non horizontal : ainsi,
la séparation des ordres de perturbation (par conservation du moment linéaire) se fait également
dans un plan vertical. En résumé, sur l’axe x nous voyons les différents ordres harmoniques et
selon l’axe y les différents ordres de perturbation. Dans toute la suite de cette thèse, les spectres
harmoniques à deux faisceaux devront être interprétés ainsi.
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Figure 7.3 – Exemple de spectre harmonique obtenu lors de la génération d’harmoniques à
deux faisceaux non-colinéaires. Chaque ordre de perturbation est identifié par sa combinaison
de photons (n1, n2) d’après le modèle multiphotonique, n2 donnant l’ordre de perturbation.
Cette figure 7.3 semble valider les lois de conservation de la parité, de l’énergie et de l’impul-
sion établies par le modèle multiphotonique présenté dans le chapitre 6. L’ordre 0 (non perturbé)
est émis sur l’axe : les harmoniques ont toutes la même ordonnée sur la figure. C’est notre point
de repère pour identifier tous les autres ordres de perturbation. Le schéma 7.4 nous permet d’af-
firmer que les processus de génération de somme de fréquences se trouvent au-dessus de l’ordre
0 sur la figure (et donc la différence de fréquences est en dessous).
MR
MS MCP
ordre 0
SFG
Figure 7.4 – Vue de côté simplifiée du montage expérimental. MR : miroir de recombinaison.
MS : miroir sphérique. MCP : galettes de micro-canaux (et écran de phosphore). En rouge
intense : le faisceau de génération. En rouge pâle : le faisceau de perturbation. En violet : les
faisceaux XUV. SFG : génération de somme de fréquences.
Afin de tester plus finement cette théorie, nous avons étudié l’influence de quelques para-
mètres expérimentaux sur les spectres harmoniques. La figure 7.5 montre les spectres harmo-
niques obtenus pour différentes valeurs de l’énergie de perturbation et de l’angle entre les deux
faisceaux.
Nous observons que l’augmentation de l’énergie du faisceau de perturbation permet la généra-
tion d’ordres de perturbation de plus en plus élevés. Ceci peut se comprendre assez intuitivement
grâce au modèle multiphotonique : plus il y a d’énergie dans le faisceau perturbatif, plus il y a de
photons disponibles pour générer des combinaisons (n1, n2) avec des n2 de plus en plus élevés.
De plus, la somme de fréquences (correspondant à n2 > 0) domine par rapport à la différence
de fréquences (n2 < 0). Ces résultats sont assez similaires à ceux de [Bertrand et al. 2011]. Nous
commenterons de manière plus détaillée les intensités relatives des ordres de perturbation dans
la section 7.3.
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Figure 7.5 – Harmoniques 9, 11, 13 et 15 observées pour des énergies de perturbation croissantes
de gauche à droite et des angles entre les deux faisceaux croissants de haut en bas.
Enfin, nous remarquons sur la figure 7.5 que la séparation des ordres de perturbation (sur
l’axe vertical) augmente avec l’angle entre les deux faisceaux et diminue avec l’ordre harmonique.
Comme nous pouvons le constater sur la figure 7.6, cette observation est en bon accord avec
la formule de l’angle d’émission harmonique, donnée dans le cas à une couleur par l’équation
(7.17).
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Figure 7.6 – Angles d’émission des ordres de perturbation -2 à +5 pour les harmoniques 9, 11,
13 et 15, calculés d’après le modèle multiphotonique. L’angle entre les deux faisceaux vaut 13
mrad pour les courbes en traits pleins et 21 mrad pour les courbes en pointillés.
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A première vue, le modèle multiphotonique semble prédire correctement nos expériences de
génération d’harmoniques à deux faisceaux non-colinéaires. Les lois de conservation de la parité,
de l’énergie et de l’impulsion sont bien vérifiées. Néanmoins, nous allons voir que l’étude des
rendements des différents ordres de perturbation va nous conduire à remettre en question la
théorie perturbative.
7.3 Intensités relatives des ordres de perturbation : premières
limites du modèle perturbatif
Pour chaque harmonique et pour les trois valeurs d’angle entre les deux faisceaux de la figure
7.5, nous intégrons le signal de chaque ordre de perturbation et le représentons sur la figure 7.7
en fonction de l’énergie du faisceau de perturbation. L’intensité a été normalisée pour chacune
des cartes et est donnée par la même échelle de couleur que la figure 7.5. Le comportement que
nous observons ici est assez inattendu.
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Figure 7.7 – Évolution de l’intensité de chaque ordre de perturbation en fonction de l’énergie
de perturbation. Dans chacun des spectres harmoniques de la figure 7.5, nous isolons chaque
ordre de perturbation en cherchant les maxima locaux. L’intensité d’un ordre de perturbation
est ensuite calculée en sommant tous les pixels contenus dans cette zone.
7.3.1 Au sujet du régime perturbatif
Nous remarquons sur la figure 7.7 que pour les énergies de perturbation élevées, les ordres
visibles les plus grands sont plus intenses que les ordres inférieurs. Cette observation va à l’en-
contre de la théorie perturbative, qui prévoit des ordres de perturbation de plus en plus faibles.
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Ce comportement est parfaitement reproduit par les simulations de Thierry Auguste (basées
sur l’approximation de champ fort) représentées sur la figure 7.8. Sur ces images, l’ordre 0 de
perturbation se situe à 0 mrad et les processus de génération de somme de fréquences se situent
au-dessus de celui-ci, tout comme sur nos figures expérimentales.
Figure 7.8 – Harmonique 15 simulée pour un angle entre les deux faisceaux de 20 mrad, pour
des valeurs du rapport d’énergie entre les deux faisceaux de 1/16, 1/8 et 1/4 (de gauche à droite).
L’ordre zéro se situe à l’ordonnée 0 mrad. Les ordres positifs de perturbation, correspondant à la
génération de somme de fréquences, sont émis vers le bas : en effet, comme lors des expériences
sur LUCA, le faisceau de perturbation arrive par le haut, mais les simulations ne tiennent pas
compte des optiques du spectromètre qui réalisent une inversion haut/bas (voir la figure 7.4).
Ces résultats d’expériences en laboratoire et numériques contredisent les affirmations de
[Bertrand et al. 2011]. Les auteurs ont généré des harmoniques à partir d’un faisceau fondamental
et de sa seconde harmonique en configuration non-colinéaire. En s’appuyant sur leurs données
expérimentales et leurs simulations numériques (basées sur l’approximation de champ fort), ils
affirment que pour de faibles intensités du faisceau à 2ω, l’intensité des ordres générés suit la loi
perturbative. Cependant, si nous regardons leurs données de plus près (voir la figure 7.9), nous
nous apercevons que pour les valeurs les plus élevées de l’intensité du faisceau "perturbatif",
l’intensité des ordres de perturbation les plus bas se met à décroître. Étonnamment, les auteurs
ne commentent pas cette partie de la courbe. Cette décroissance n’est pourtant pas négligeable
(l’échelle est logarithmique) et nous l’observons aussi bien sur leurs courbes expérimentales que
théoriques.
2
in which a time-dependent nonlinear polarization is in-
duced [1]. The formalism behind it, perturbation theory,
is not intuitively applicable to a highly nonperturbative
process such as HHG. Cascaded wave mixing has been
proposed [25] to explain the new frequency components,
where the initial odd harmonics undergo four-wave mixing
with the remaining !1;2 fields. Next, we find instead that
the perturbative power-law scaling of the form In22 finds its
origin directly in the single-atom HHG process.
We perform a two-dimensional calculation incorporat-
ing both the single-emitter response and the macroscopic
noncollinear overlap of !1;2 beams as in the experiment.
At each point on a 2D grid (plane formed by ~k1 þ ~k2), we
solve for the time-dependent XUV fields produced by the
two noncollinear beams. We use the strong field approxi-
mation formalism as described in [26]. The grid size was
400 (diameter) by 800 (axial) points, creating a source size
2
the noncollinearðn1; n2Þ emission. It shows that the yield
of noncollinear harmonic emission due to an additional
weak (!2) field can be understood essentially from the
strong field approximation single-emitter perspective with
macroscopic phase matching, and amounts to building a
perturbation theory on HHG initially driven by a strong
(!1) field alone.
A feature common to both theory and experiment is that
the emission is always weaker for n2 < 0 than for n2 > 0,
e.g., by more than 1 order of magnitude between the þ1
and 1 orders in this experiment [see Fig. 1(b)]. Our
calculated noncollinear XUV pattern also shows this up-
down asymmetry, but not as strongly. We observe that it
depends weakly on the length of the medium used in the
calculation. Further modifications, including the imple-
mentation of propagation effects [13], are needed to further
023001-3
Figure 7.9 – Figure 3 de [Bertrand et al. 2011]. Évolution de l’intensité des ordres de pertur-
bation en fonction de l’intensité de perturbation, en échelle logarithmique. (a) Données expéri-
mentales. (b) Simulations numériques.
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Ainsi, pour de très faibles énergies de perturbation, le développement perturbatif de la phase
atomique reste valable, mais nos expériences et simulations numériques montrent que nous sor-
tons assez rapidement de ce cadre.
Enfin, en examinant les figures 7.5 et 7.7, nous voyons que pour un angle entre les deux
faisceaux de 13 mrad, nous générons jusqu’à l’ordre +6 de l’harmonique 15 alors que pour un
angle de 21 mrad, nous nous arrêtons à l’ordre +3 pour la même harmonique. Il semble donc que
l’énergie de perturbation ne dicte pas l’ordre de perturbation maximal observable mais plutôt
l’angle d’émission maximal qu’il est possible d’atteindre. Cette caractéristique ne peut pas être
prédite par le modèle multiphotonique.
Ces conclusions nous conduisent à proposer un nouveau modèle pour décrire la génération
d’harmoniques à deux faisceaux non-colinéaires, basé sur la théorie des réseaux et présenté dans
le chapitre 8.
7.3.2 Compétition entre somme et différence de fréquences
Une autre question au sujet des rendements harmoniques demeure intéressante, à savoir :
existe-t-il une dissymétrie entre ordres positifs et négatifs de perturbation ? Autrement dit,
les processus mettant en jeu des sommes de fréquences peuvent-ils dominer ceux réalisant des
différences de fréquences, ou inversement ? Enfin, est-il possible de favoriser l’un ou l’autre ?
Le modèle multiphotonique ne permet pas d’envisager de telles éventualités. Néanmoins, la
littérature rapporte différents constats, quelque peu déroutants, à ce propos :
— dans le cas où les deux faisceaux sont colinéaires, [Gaarde et al. 1996a] observent que pour
les basses énergies de photons (entre 15 et 30 eV), la génération de somme de fréquence
domine par rapport à la différence de fréquences, et cette tendance s’inverse pour les
énergies de photons plus élevées (supérieures à 40 eV)
— plus récemment, dans le cadre de la géométrie non-colinéaire et concernant les basses
énergies de photons, [Bertrand et al. 2011] rapportent également que la génération de
somme de fréquences est plus efficace que la différence, contrairement à [Heyl et al.
2014].
Ces derniers étayent leur propos en introduisant un terme supplémentaire d’accord dû à la
géométrie non-colinéaire. Nous effectuons ici le calcul dans la configuration à une couleur et
rappelons ensuite le résultat de [Heyl et al. 2014] pour une perturbation doublée en fréquence.
Commençons par le cas de deux faisceaux colinéaires. Le désaccord de phase s’écrit :
−−→
∆k‖ = ~kq − n1~k1 − n2~k2 (7.1)
Tout comme dans le chapitre 2, quatre phénomènes contribuent à ce terme de désaccord de
phase : la phase de Gouy, la dispersion atomique, la dispersion électronique et la phase du
dipôle harmonique.
Intéressons-nous maintenant au schéma non-colinéaire et négligeons d’abord le terme pré-
cédent (soit
−−→
∆k‖ = ~0) afin d’établir le désaccord de phase dû à la géométrie non-colinéaire
uniquement. Nous modifions pour cela l’orientation de ~k2 d’un angle γ et nous noterons ce nou-
veau vecteur d’onde ~k′2. L’émission harmonique a lieu dans la direction définie par la conservation
de l’impulsion :
~k′q = kq~u′q avec kq = n1k1 + n2k2 et ~u′q =
n1~k1 + n2~k2
‖n1~k1 + n2~k2‖
(7.2)
Des considérations géométriques (voir la figure 7.10) donnent l’angle d’émission harmonique :
tan β = n2k2 sin γ
n1k1 + n2k2 cos γ
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β γ
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Figure 7.10 – Angles et vecteurs d’onde mis en jeu dans la conservation de l’impulsion.
Cas à une couleur Si k2 = k1, kq = n1k1 + n2k2 = qk1 et β, γ  1, nous trouvons :
β = n2
q
γ (7.3)
Le désaccord de phase non-colinéaire s’écrit alors :
−→
∆k∠ = ~k′q − n1~k1 − n2~k′2 (7.4)
Nous projetons cette relation sur ~u′q :
∆k∠ = kq − n1k1 cosβ − n2k2 cos(γ − β) (7.5)
= n1k1 + n2k2 − n1k1 cosβ − n2k2 cos(γ − β) (7.6)
= n1k1 (1− cosβ) + n2k2 (1− cos(γ − β)) (7.7)
= (q − n2)k1
(
1− cos n2
q
γ
)
+ n2k1
(
1− cos
(
γ − n2
q
γ
))
(7.8)
= (q − n2)k1 12
(
n2
q
γ
)2
+ n2k1
1
2
(
γ − n2
q
γ
)2
(7.9)
= n2γ2k1
(
1
2(q − n2)
n2
q2
+ 12
(
1− n2
q
)2)
(7.10)
= 12n2γ
2k1
(
n2
q
− n
2
2
q2
+ 1− 2n2
q
+ n
2
2
q2
)
(7.11)
= 12n2γ
2k1
(
1− n2
q
)
(7.12)
(7.13)
Nous obtenons donc
−→
∆k∠ = 12n2γ2k1
(
1− n2q
)
~u′q.
Si nous prenons en compte à présent le terme de désaccord de phase dû à la dispersion,
la phase de Gouy et la phase du dipôle, et si nous supposons que ces phases ne changent pas
lorsqu’on ajoute un petit angle entre les deux faisceaux, nous avons d’après l’équation 7.1 :
~k′q =
(
n1k1 + n2k2 + ∆k‖
)
~u′q (7.14)
Finalement, le désaccord de phase total s’écrit :
−→
∆k = ~k′q − n1~k1 − n2~k′2 (7.15)
= ∆k‖~u′q +
−→
∆k∠ avec ∆k∠ =
1
2n2γ
2
(
1− n2
q
)
ω
c
(7.16)
La condition d’accord de phase dans cette configuration est représentée sur la figure 7.11.
Cas à deux couleurs Dans le cas où k2 = 2k1, nous obtenons :
β = 2n2
q
γ et ∆k∠ = n2γ2
(
1− 2n2
q
)
ω
c
(7.17)
ce qui est en parfait accord avec la formule établie par [Heyl et al. 2014]. La différence de signe
vient de la définition du désaccord de phase.
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Discussion Une explication à cette controverse entre [Bertrand et al. 2011] et [Heyl et al. 2014]
pourrait être donnée par [Ellis et al. 2017] : les auteurs argumentent que le taux d’ionization
peut inverser le signe du ∆k‖ de [Heyl et al. 2014] et donc de rendre la condition d’accord de
phase favorable soit à la somme soit à la différence de fréquences, comme illustré sur la figure
7.11.
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~k′q
Figure 7.11 – Accord de phase favorisant (a) la somme et (b) la différence de fréquences, dans
le cas à une couleur. Les régions grisées représentent l’amplitude du désaccord de phase total
~∆k. Panneau (a) : lorsque ∆k‖ < 0, il peut être compensé par le terme non-colinéaire dans le
cas de la somme de fréquences, tandis qu’il amplifie le désaccord de phase pour la différence de
fréquences. Panneau (b) : lorsque ∆k‖ > 0, il peut être compensé par le terme non-colinéaire
dans le cas de la différence de fréquences, tandis qu’il amplifie le désaccord de phase pour la
somme de fréquences.
Les résultats expérimentaux obtenus sur le laser LUCA à Saclay (figures 7.5 et 7.7) montrent
que les ordres positifs de perturbation (i.e. la génération de somme de fréquences) dominent, et
nous retrouvons la même tendance dans les simulations numériques de Thierry Auguste (figure
7.8).
Le modèle du réseau actif que nous développons dans le chapitre 8 offre une description plus
complète que le modèle multiphotonique de la génération d’harmoniques à deux faisceaux, et
nous permettra alors de justifier ces résultats. Nous pensons que ce terme de désaccord de phase−→
∆k∠ ne joue qu’un rôle secondaire.
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Chapitre 8
Le réseau actif : description fine de la
structure du champ électrique créé
par deux faisceaux non-colinéaires
Nous avons vu dans les deux chapitres précédents que si les lois de conservation s’avèrent
très pratiques pour expliquer certains mécanismes, elles ne permettent pas une compréhension
fine du processus de génération à deux faisceaux non-colinéaires. En outre, même l’addition d’un
terme géométrique d’accord de phase [Heyl et al. 2014] ne parvient à expliquer les rendements
harmoniques que nous avons obtenus expérimentalement et numériquement.
La génération d’harmoniques étant un phénomène de champ fort, nous avons concentré notre
attention sur la structure du champ électrique total au foyer de génération. Comme nous l’avons
vu au chapitre 7, la superposition des deux faisceaux non-colinéaires résulte en une modulation
de l’intensité au foyer (figure 7.2), qui va induire une modulation spatiale de la phase du dipôle.
Nous nous proposons dans ce chapitre de décrire ce réseau de phase au foyer et faire le lien entre
ses propriétés et les caractéristiques du rayonnement harmonique en champ lointain.
Il est intéressant ici de faire le parallèle avec la technique de spectroscopie harmonique du
réseau transitoire, où un réseau d’excitation moléculaire est d’abord créé par deux faisceaux
non-colinéaires, puis un troisième faisceau, retardé par rapport aux deux autres, génère des
harmoniques d’ordre élevé. L’analyse de l’émission harmonique permet alors d’observer des dy-
namiques rotationnelles ou vibrationnelles dans les molécules [Mairesse et al. 2008, Ferré et al.
2014].
Dans notre cas, les deux faisceaux créent le réseau de phase et génèrent en même temps les
harmoniques. Ainsi, nous l’appelons "réseau actif" et parlerons désormais d’ordres de "diffrac-
tion" plutôt que de "perturbation". Nous verrons dans la section 8.2 que le champ électrique
résultant au foyer présente une structure assez complexe mais proche de celle du réseau "blazé"
ou réseau échelette, qui est lui abordable de manière analytique. Nous rappellerons donc dans un
premier temps les principaux résultats du réseau échelette, puis nous traiterons numériquement
(et analytiquement autant que possible) le cas réel du réseau actif.
8.1 Théorie du réseau échelette : rappels
Nous reprenons ici l’étude du réseau échelette menée dans le cours de [Barbastathis et al.
Spring 2009]. Nous commencerons par le cas d’école du réseau de taille infinie et de contraste
100%. Puis nous ferons varier le contraste et donnerons une taille finie au réseau afin de nous
rapprocher au maximum de nos conditions expérimentales. Enfin nous conclurons sur l’impact
des paramètres du réseau de phase sur la figure diffractée en champ lointain.
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8.1.1 Cas d’un réseau de dimension infinie
Transmission complexe Avant toute chose, nous devons définir mathématiquement notre
réseau de phase au foyer. Le réseau échelette (ou réseau "blazé") de période Λ a un profil de
phase, sur une période de 0 à Λ, donné par :
ϕ(x) = 2pi xΛ (8.1)
0
x
0
2
  
Figure 8.1 – Profil de phase d’une période du réseau échelette.
Notons que l’équation (8.1) et la figure 8.1 représentent le profil de phase du réseau (sur
une période). Afin de pouvoir calculer par la suite l’amplitude diffractée par un tel réseau,
nous devons écrire sa transmission (on propage des amplitudes complexes et non des phases
directement). La transmission complexe de cette période du réseau s’écrit donc :
tΛ(x) = rect
(
x− Λ2
Λ
)
ei2pi
x
Λ (8.2)
Afin que le réseau devienne périodique, nous convoluons l’équation (8.2) par un peigne de
Dirac X de période Λ et décalé de Λ/2 :
t(x) =
[
rect
(
x− Λ2
Λ
)
ei2pi
x
Λ
]
⊗X
(
x− Λ2
Λ
)
(8.3)
2 0 2
x
0
2
  
Figure 8.2 – Profil de phase du réseau échelette.
L’équation (8.3) et la figure 8.2 nous donnent respectivement la transmission complexe et le
profil de phase du réseau échelette dans le cas le plus général.
Figure de diffraction de Fraunhofer Puisque nous nous intéressons au rayonnement dif-
fracté en champ lointain, nous allons nous placer dans l’approximation de Fraunhofer [Born et
Wolf 2003]. Dans ce cadre, le calcul de la figure de diffraction revient à prendre la transformée
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de Fourier F de la transmission complexe du réseau :
F {t(x)} =
[
F
{
rect
(
x− Λ2
Λ
)}
⊗F
{
ei2pi
x
Λ
}]
F
{
X
(
x− Λ2
Λ
)}
(8.4)
=
[(
Λsinc(Λu)e−i2pi
Λ
2 u
)
⊗ δ
(
u− 1Λ
)]
ΛX(Λu)e−i2pi
Λ
2 u (8.5)
= Λ2sinc
(
Λ
(
u− 1Λ
))
e−i2pi
Λ
2 (u− 1Λ)X(Λu)e−i2pi
Λ
2 u (8.6)
= Λ2e−i2piΛ(u−
1
2Λ)sinc
(
Λ
(
u− 1Λ
))
X(Λu) (8.7)
Pour exprimer la figure de diffraction dans un plan d’observation situé en z, il suffit de
remplacer u par x′/(λz), x′ étant la coordonnée spatiale dans le plan d’observation. Il est inté-
ressant de noter que la dispersion par le réseau est anormale : les grandes longueurs d’onde sont
davantage diffractées que les courtes longueurs d’onde, ce qui est en accord avec nos observa-
tions expérimentales du chapitre 7. En effet, sur la figure 7.3 par exemple, nous constatons que
pour un ordre de diffraction donné, l’angle d’émission des harmoniques décroît lorsque l’ordre
harmonique augmente.
Enfin, l’efficacité de diffraction de l’ordre p est donnée par :
I(p) ∼ sinc2(p− 1) (8.8)
Comme nous pouvons le voir sur la figure 8.3a, nous obtenons alors un seul ordre de diffraction
pour la fréquence fondamentale. Cependant, les ordres de diffraction qui vont retenir notre
attention sont ceux des harmoniques. À ces fréquences, nous pouvons voir sur la figure 8.3b que
plusieurs ordres de diffraction sont permis, dont les intensités sont données par l’enveloppe du
sinus cardinal. En particulier, pour l’harmonique q, tous les ordres qui sont des multiples (sauf
+1) de q s’annulent.
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I(x')        
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(b) Harmonique 11
Figure 8.3 – Figures de diffraction de Fraunhofer pour un réseau échelette de dimension infinie,
pour la longueur d’onde fondamentale (a) et sa onzième harmonique (b). En traits pleins noirs :
le sinus cardinal donnant l’efficacité de diffraction. En pointillés noirs : le peigne de Dirac avec
les ordres de diffraction correspondants juste au-dessus (en rouge pour le fondamental et en bleu
pour l’harmonique 11). En rouge : l’unique pic de diffraction observé (correspondant à l’ordre
+1) pour l’infrarouge. En bleu : la multitude de pics de diffraction de l’harmonique 11. Sur les
axes des abscisses, λ désigne la longueur d’onde du fondamental.
Il est intéressant de noter que les ordres de diffraction positifs (correspondant à la génération
de somme de fréquences dans nos expériences) sont largement favorisés par rapport aux ordres
négatifs (différence de fréquences).
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8.1.2 Influence du contraste de phase
Transmission complexe et figure de diffraction Expérimentalement, nous avons observé
que l’efficacité des ordres de diffraction (harmoniques) dépend du rapport d’énergie entre les
deux faisceaux, c’est-à-dire de la profondeur de modulation du réseau (plus le rapport d’énergie
est grand, plus le contraste de la figure d’interférences est faible). Nous allons donc maintenant
nous intéresser au cas où le contraste de phase est réduit de 2pi à ϕ0, tel que :
ϕ(x) = ϕ0
x
Λ (8.9)
La transmission complexe du réseau échelette s’écrit alors :
t(x) =
[
rect
(
x− Λ2
Λ
)
eiϕ0
x
Λ
]
⊗X
(
x− Λ2
Λ
)
(8.10)
De la même manière que précédemment, nous calculons la figure de diffraction de Fraunhofer
à l’aide de la transformée de Fourier :
F {t(x)} =
[(
Λsinc(Λu)e−i2pi
Λ
2 u
)
⊗ δ
(
u− ϕ02piΛ
)]
ΛX(Λu)e−i2pi
Λ
2 u (8.11)
= Λ2sinc
(
Λ
(
u− ϕ02piΛ
))
e−i2pi
Λ
2 (u− ϕ02piΛ)X(Λu)e−i2pi
Λ
2 u (8.12)
= Λ2e−i2piΛ(u−
ϕ0
4piΛ)sinc
(
Λ
(
u− ϕ02piΛ
))
X(Λu) (8.13)
L’efficacité de diffraction de l’ordre p vérifie désormais :
I(p) ∼ sinc2
(
p− ϕ02pi
)
(8.14)
Nous pouvons à présent avoir plusieurs ordres de diffraction à la fréquence fondamentale. Aux
fréquences harmoniques, nous avons toujours une multitude d’ordres diffractés mais avec des
intensités relatives différentes. Ainsi, nous venons de montrer que l’efficacité de diffraction peut
être ajustée en jouant sur la profondeur de modulation du réseau.
Évolution des efficacités de diffraction en fonction du contraste Étudions plus précisé-
ment l’évolution des intensités des différents ordres de diffraction en fonction de la profondeur de
modulation du réseau échelette. Nous remarquons d’après l’équation (8.13) que lorsque ϕ0 aug-
mente, le peigne de Dirac reste inchangé tandis que le sinus cardinal est translaté vers la droite,
favorisant ainsi des ordres de diffraction (harmoniques) de plus en plus grands, conformément
aux observations expérimentales du chapitre 7 (voir la figure 7.5).
8.1.3 Le réseau échelette de dimension finie
En réalité, le réseau a une dimension finie. Nous devons donc définir une fonction "enveloppe"
qui spécifie les contours du réseau, et étudier l’effet de cette fonction sur la figure de diffraction
de Fraunhofer. La transmission complexe du réseau échelette sera alors multipliée par la fonction
représentant cette enveloppe, ce qui va se traduire par une convolution de la figure de diffraction
par la transformée de Fourier de l’enveloppe.
Dans la pratique, la dimension du réseau est déterminée par la taille des faisceaux infrarouges.
Le laser LUCA ayant un profil spatial quasi-gaussien, nous allons choisir une enveloppe de forme
gaussienne, de largeur w0. La transmission complexe vaut alors :
tGauss(x) = t(x)e
− x2
w20 (8.15)
=
[[
rect
(
x− Λ2
Λ
)
eiϕ0
x
Λ
]
⊗X
(
x− Λ2
Λ
)]
e
− x2
w20 (8.16)
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Figure 8.4 – Évolution de l’efficacité de diffraction en fonction de l’ordre de diffraction et de
ϕ0 pour l’harmonique 11.
et la figure de diffraction de Fraunhofer est finalement donnée par :
F {tGauss(x)} = F {t(x)} ⊗ F
{
e
− x2
w20
}
(8.17)
=
[
Λ2e−i2piΛ(u−
ϕ0
4piΛ)sinc
(
Λ
(
u− ϕ02piΛ
))
X(Λu)
]
⊗ w0
√
pie−pi
2w20u
2 (8.18)
Comme nous pouvons le voir sur la figure 8.5, les ordres de diffraction ne sont maintenant
plus des pics de Dirac mais ont bien évidemment une forme gaussienne, puisque la transformée
de Fourier d’une gaussienne est une gaussienne. Notons que pour une harmonique q donnée,
tous les ordres de diffraction ont la même largeur wq = λqzpiw0 . Nous retrouvons bien la formule de
focalisation des faisceaux gaussiens.
2 z z 0 z 2 z
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0 = 0.6 × 2
Figure 8.5 – Figure de diffraction de Fraunhofer (pour le fondamental) par un réseau échelette
limité par une enveloppe gaussienne et avec un contraste de phase de 0.6× 2pi. En traits pleins
noirs : le sinus cardinal donnant l’efficacité de diffraction. En pointillés noirs : le peigne de Dirac.
En rouge : les pics de diffraction de forme gaussienne observés.
8.1.4 Conclusions sur ce modèle
Le tableau 8.1 résume les liens établis dans cette section entre la théorie du réseau échelette
et nos expériences de génération d’harmoniques à deux faisceaux non-colinéaires.
Nous rappelons de plus deux conclusions tirées de ce modèle analytique et également en
parfait accord avec les observations expérimentales du chapitre 7 :
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Configuration des 2 faisceaux Caractéristiques du réseau Figure de diffraction
angle entre les 2 faisceaux pas du réseau écartement des pics
intensité relative des 2 faisceaux profondeur de modulation efficacité relative des pics
profil spatial des faisceaux enveloppe forme et largeur des pics
Table 8.1 – Tableau récapitulatif du réseau échelette.
— la dispersion anormale
— les processus de génération de somme de fréquences sont favorisés par rapport à la diffé-
rence de fréquences.
Finalement, la question de l’accord de phase lors de la génération à deux faisceaux non-
colinéaires requiert une description fine de la structure du champ électrique au foyer. En ef-
fet, contrairement aux théories présentées dans le chapitre 6, celle du réseau échelette permet
d’expliquer correctement les rendements harmoniques observés expérimentalement. Nous allons
démontrer dans la section suivante l’existence d’un tel réseau de phase et nous l’étudierons de
façon un peu plus complète.
8.2 Le réseau actif : étude numérique et analytique
Dans cette section, nous chercherons dans un premier temps à décrire le plus finement possible
la structure du champ électrique résultant de l’interférence entre les deux faisceaux infrarouges
au foyer de génération, et dans un second temps, nous étudierons la génération d’harmoniques
d’ordres élevés à partir d’un tel champ ainsi que leur propagation jusqu’au détecteur en champ
lointain. Enfin, nous comparerons dans la section 8.3 les résultats de ce modèle à ceux des
expériences et des simulations numériques de Thierry Auguste.
8.2.1 Structure du champ électrique au foyer
Nous avons représenté sur la figure 8.6 l’intensité et le champ électrique au niveau du foyer
de génération, formés par l’intersection de deux faisceaux gaussiens de même fréquence et de
polarisations rectilignes selon l’axe x, le faisceau principal se propageant selon l’axe z et le
faisceau "perturbatif" avec un angle θ par rapport à l’axe z dans le plan (xOz), au-dessus du
du premier. Naturellement, l’intensité forme un réseau de surfaces parallèles au plan (yOz),
comme observé expérimentalement. En revanche, le champ électrique présente une structure
plus complexe. Si nous retrouvons bien la figure d’interférences à un instant donné et dans un
plan transverse donné, nous ne pouvons cependant plus associer les surfaces équiphases à des
plans parallèles à (yOz). Par conséquent, nous ne pouvons plus définir un unique vecteur d’onde
pour le champ résultant, et la condition d’accord de phase lors de la génération d’harmoniques
doit dorénavant être écrite localement :
−→
∆kXUV (~r) = ~kq(~r)− q~ks(~r)− ~K(~r) (8.19)
où ~r décrit la position dans le milieu, ~kq(~r) (respectivement ~ks(~r)) est le vecteur d’onde har-
monique (respectivement infrarouge résultant) et ~K représente la phase atomique, la phase de
Gouy et les phases liées à la dispersion.
Ondes planes Considérons pour commencer le cas simple des ondes planes, c’est-à-dire sans
enveloppe ni temporelle ni spatiale. Le champ résultant au foyer s’écrit :
Es = R
[
E1e
iωt−i~k1·~r + αE1eiωt−i
~k2·~r
]
(8.20)
= E1R
[
eiωt−i~k1·~r
(
1 + αe−i
−→
∆k·~r
)]
(8.21)
90 Génération d’harmoniques d’ordre élevé à deux faisceaux portant du moment angulaire
Chapitre 8. Le réseau actif : description fine de la structure du champ électrique créé par deux
faisceaux non-colinéaires
Figure 8.6 – Intensité et champ électrique résultants de l’interaction de deux faisceaux non-
colinéaires de même fréquence, au niveau du foyer de génération.
avec E1 l’amplitude du faisceau principal, α une constante entre 0 et 1, ~k1 et ~k2 les vecteurs
d’onde des deux faisceaux infrarouges, et
−→
∆k = ~k2 − ~k1. Les coupes dans le plan (xOz) de ce
champ électrique sont représentées sur la figure 8.7 (a, d et g) pour trois amplitudes différentes
du faisceau de perturbation (5%, 20% et 80% de l’amplitude du faisceau de génération). Lorsque
α augmente, les lignes iso-amplitude (le long de l’axe x) caractéristiques des ondes planes sont
progressivement détruites pour aboutir à une figure où les zones de haute intensité (donnant
lieu à la génération d’harmoniques) forment une sorte de damier.
Afin d’obtenir l’amplitude et la phase du champ au foyer, il est commode d’utiliser sa repré-
sentation analytique (i.e. sans la partie réelle) :
E˜s = E1fm
(
α,
−→
∆k · ~r
)
e
iωt−i~k1·~r−iϕ
(
α,
−→
∆k·~r
)
(8.22)
où l’amplitude est donnée par :
fm
(
α,
−→
∆k · ~r
)
=
√
1 + α2 + 2α cos
(−→
∆k · ~r
)
(8.23)
et la phase vaut :
ϕ
(
α,
−→
∆k · ~r
)
= arctan
 α sin
(−→
∆k · ~r
)
1 + α cos
(−→
∆k · ~r
)
 (8.24)
Les cartes d’amplitude et de phase (toujours dans le plan (xOz)) sont représentées sur la figure
8.7 (b, e et h) et (c, f et i) respectivement. Nous retrouvons pour l’intensité l’habituelle figure de
diffraction avec un contraste qui augmente lorsque α augmente. Quant à la phase, nous voyons
apparaître une faible modulation selon x qui se transforme progressivement en dents de scie. Il
est intéressant de noter que les zones de haute intensité du signal analytique correspondent à
un front d’onde stationnaire et incliné vers le bas. Nous pouvons donc anticiper une émission
harmonique favorisée vers le bas, i.e. dans la direction de la génération de somme de fréquences
(la perturbation arrive par le haut).
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Figure 8.7 – Colonne de gauche : champ électrique résultant de la superposition de deux
faisceaux se croisant avec un angle de 2° avec α = 0.05 (ligne du haut), α = 0.2 (ligne du milieu)
et α = 0.8 (ligne du bas). Colonne du milieu : module du champ analytique. Colonne de droite :
phase du champ analytique. Pour chaque colonne, les échelles de couleurs sont les mêmes pour
toutes les lignes.
Pour nous en convaincre, intéressons-nous au vecteur d’onde local (car c’est principalement
lui qui donnera la direction de l’émission harmonique), donné par le gradient de la phase 1 :
~ks(~r) = ~k1 + ~∇ϕ = ~k1 +
α
(
α+ cos
(−→
∆k · ~r
))
1 + α2 + 2α cos
(−→
∆k · ~r
)−→∆k (8.25)
Le vecteur d’onde du faisceau principal est perturbé par une contribution orientée selon
−→
∆k (qua-
siment orthogonale à ~k1) et dont l’amplitude dépend fortement de la position dans le milieu.
L’amplitude relative de ce terme de perturbation ainsi que l’angle de ~ks par rapport à l’horizon-
tale sont tracés sur la figure 8.8 en fonction de la dimension transverse x pour différentes valeurs
du rapport entre les deux champs :
— Dans le cas perturbatif (α  1), l’amplitude relative et l’angle varient tous deux sinu-
soïdalement, avec une parfaite symétrie haut/bas. Nous pouvons retrouver ce résultat en
réécrivant l’équation (8.25) ainsi :
~ks(~r) = ~k1 + α
−→
∆k cos
(−→
∆k · ~r
)
(8.26)
ce qui donne pour l’amplitude relative et l’angle :
|ks| − |k1|
|k1| ' −α
θ2
2 cos
(−→
∆k · ~r
)
(8.27)
θs ' α sin θ cos
(−→
∆k · ~r
)
(8.28)
Nous retrouvons bien la modulation sinusoïdale de l’amplitude et de l’angle, parfaite-
ment symétrique et ne faisant donc aucune différence entre ordres positifs et négatifs de
diffraction (somme et différence de fréquences).
1. Le détail des calculs qui suivent est explicité dans l’annexe C.
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— Lorsque la perturbation augmente, l’excursion du vecteur d’onde local devient de plus en
plus riche pour finalement converger (au niveau des zones de haute intensité) vers les va-
leurs constantes de −1.5×10−4 et θ/2 pour l’amplitude relative et l’angle respectivement.
Comme attendu, lorsque α = 1 (interférences de deux faisceaux de même intensité), ~ks
pointe simplement dans la direction donnée par la bissectrice des deux faisceaux. En effet,
dans ce cas, l’équation (8.25) devient :
~ks(~r) = ~k1 +
−→
∆k/2 (8.29)
ce qui donne pour l’amplitude relative et l’angle :
|ks| − |k1|
|k1| ' −
1
2 sin
2 θ
2 (8.30)
θs = θ/2 (8.31)
La modulation du vecteur d’onde ne dépend plus de la position dans le milieu et nous
retrouvons bien les valeurs de la figure 8.8.
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Figure 8.8 – Amplitude relative (a) et angle par rapport à l’horizontale (b) du vecteur d’onde
local en fonction de la coordonnée transverse x, pour α = 0.05 (bleu), α = 0.2 (orange), α = 0.4
(vert), α = 0.6 (rouge), α = 0.8 (violet) et α = 1 (marron). Les données correspondant à des
amplitudes du signal analytique inférieures à 10% du maximum ne sont pas représentées.
Nous distinguons donc deux régimes que nous qualifions de "perturbatif" (α  1) et "non
perturbatif". Si le premier semble s’accorder avec la théorie multiphotonique au sujet de la
compétition entre somme et différence de fréquences, le second s’en éloigne d’autant plus que α
augmente, favorisant la génération de somme de fréquences. Concentrons-nous donc sur le cas un
peu plus général où α est quelconque (non négligeable devant 1). La génération d’harmoniques
d’ordre élevé étant un phénomène de champ fort, notre intérêt se portera sur les zones de haute
intensité. En particulier, nous en avons une autour de x = 0 d’après la figure 8.7. Nous constatons
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sur la figure 8.8 que le vecteur d’onde est stationnaire dans cette zone et vaut :
~ks(~r = 0) = ~k1 +
α
1 + α
−→
∆k (8.32)
|~ks(~r = 0)| = |~k1|
√
1− 4α(1 + α)2 sin
2
(
θ
2
)
(8.33)
θs = arctan
(
α sin θ
1 + α cos θ
)
(8.34)
Nous pouvons simplifier les équations (8.33) et (8.34) en considérant que θ  1. Nous obtenons :
|ks(~r = 0)| − |k1|
|k1| ' −
2α
(1 + α)2 sin
2
(
θ
2
)
(8.35)
θs ' α1 + αθ (8.36)
Au niveau des zones de haute intensité, le front d’onde local devient de plus en plus plan et
incliné (par rapport à l’horizontale) à mesure que l’amplitude de perturbation α (et donc la
profondeur de modulation du réseau) augmente. Ainsi, la structure champ électrique au foyer
est d’autant plus proche du réseau échelette que la "perturbation" est importante. De plus,
l’équation (8.36) nous permet de quantifier le terme additionnel d’accord de phase dû au réseau
actif : nous trouvons une amplitude comparable aux autres termes habituels (phase atomique,
phase de Gouy et phases de dispersion). En effet, pour l’harmonique d’ordre q, θ = 2° et α = 0.1,
l’amplitude du vecteur d’onde est modulée d’environ q×0.5 rad/mm, tandis que les autres termes
d’accord de phase sont de l’ordre de la fraction de rad/mm [Roos et al. 1999, Dinh 2012]. Notre
terme du réseau actif est donc loin d’être négligeable.
Profils spatial et temporel gaussiens Afin de réaliser des simulations les plus réalistes
possibles, nous prenons en compte le profil spatio-temporel des faisceaux. Autrement dit, nous
y ajoutons une enveloppe temporelle gaussienne (selon z) et une enveloppe spatiale également
gaussienne (selon x). Les conclusions précédentes restent valables localement, i.e. pour un ratio
donné des amplitudes des deux faisceaux. Cependant, comme nous pouvons le voir sur la figure
8.9, même dans un milieu de quelques dizaines de microns de long avec des faisceaux ayant des
waists de l’ordre de 100 µm, l’amplitude du champ résultant peut varier de manière significative.
Les cartes représentant le champ électrique résultant (a), son amplitude (b) et sa phase (c) sont
similaires à celles observées dans le cas de l’onde plane, aux enveloppes gaussiennes près. En
revanche, l’amplitude et l’angle du vecteur d’onde local présentent des profils remarquablement
différents : nous avons toujours la modulation transverse mais une dissymétrie amont/aval et
haut/bas apparaît, due à la variation du rapport d’amplitude des deux faisceaux avec la position
dans le milieu. Cette dissymétrie est traitée de manière détaillée dans l’article 3.
8.2.2 Génération d’harmoniques par le réseau actif
Nous disposons désormais d’une description fine de la structure du champ électrique au
foyer. Intéressons-nous donc à présent au processus de génération d’harmoniques à partir d’un
tel champ. Nous pouvons considérer pour cela que le champ harmonique macroscopique à la
position ~rcp en sortie du milieu générateur (autrement dit le champ proche) s’écrit comme la
somme de toutes les contributions dans le volume V de génération, soit :
Eq(~rcp) =
∫∫
V
eq(~r)ei∆
~kXUV (~r)·~rd3~r (8.37)
où eq(~r) est la réponse microscopique à la position ~r dans le milieu, ∆~kXUV (~r) = q~ks(~r)−~kq(~r)
est le désaccord de phase local. Dans un souci de simplicité, nous considérerons que le volume
de gaz V est infiniment fin selon z.
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Figure 8.9 – (a) Champ électrique résultant de deux faisceaux gaussiens de waists 100 µm, de
durée 30 fs, de longueur d’onde 800 nm, séparés de 2° et avec α = 0.4. (b) Amplitude et (c)
phase du signal analytique associé. (d) Amplitude relative (|~ks| − |~k1| en 104 m-1) et (e) angle
d’inclinaison du vecteur d’onde local. Pour les cartes (c-e), les données correspondant à des
amplitudes du signal analytique en dessous de 10% de son maximum ne sont pas représentées.
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Figure 8.10 – Modèle
simplifié de la généra-
tion d’harmoniques par
le réseau actif : intensité
et phase au foyer.
La réponse eq(~r) à l’amplitude locale du champ est extrêmement
non-linéaire et nécessite donc de fortes intensités. La modulation de
l’amplitude du champ infrarouge va alors créer une série de fentes
génératrices, formant un réseau d’amplitude parfaitement symétrique
par rapport à l’axe x en z = 0. Par ailleurs, nous avons vu dans le
chapitre 2 que la réponse des atomes en champ fort génère une phase
spatiale proportionnelle à l’intensité infrarouge. Nous avons donc éga-
lement un réseau de phase, lui aussi symétrique en z = 0.
Quant à la phase, nous venons d’établir qu’elle est quasiment li-
néaire sur chaque tranche de haute intensité, constituant ainsi un ré-
seau de phase en échelette qui est lui dissymétrique par rapport à l’axe
x et vient se superposer à la structure décrite juste au-dessus.
En nous appuyant sur ces considérations ainsi que sur la théorie
du réseau échelette rappelée dans la section 8.1, nous pouvons établir
un modèle simple (schématisé ci-contre) pour décrire la génération
d’harmoniques, en construisant un réseau transverse ayant les carac-
téristiques suivantes :
— la période de la structure aussi bien en amplitude qu’en phase,
est Λ = 2pi/|k1 − k2| = λ/ sin θ
— l’amplitude est constituée d’une série de fentes gaussiennes éti-
quetées de −n0 à n0 et ayant chacune une largeur δx
— l’enveloppe de cette série de fentes est également gaussienne,
de largeur ∆x
— la phase linéaire selon x s’écrit pour l’harmonique q (voir l’an-
nexe C pour le détail du calcul) :
ϕ(x) = q × α1 + α × 2pi ×
x
Λ = qϕ0
x
Λ (8.38)
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Nous pouvons alors écrire la probabilité d’émission de ce réseau de la manière suivante :
Eq(~rcp) =
[
G
(
x
δx
)
× eiqϕ0 xΛ
]
∗
[
n0∑
n=−n0
δ
(
x
Λ − n
)
×G
(
x
∆x
)]
(8.39)
où G est la fonction gaussienne donnée par G(x) = e−x2 . Puis, comme nous l’avons fait dans la
section 8.1, nous calculons le champ lointain dans le régime de diffraction de Fraunhoffer :
Eq(~rcl) ∝
[
G
(
piδx
(
u− q ϕ02piΛ
))
×
n0∑
n=−n0
e−i2pinΛu
]
∗G (pi∆xu) (8.40)
∝
[
G
(
piδx
(
u− q ϕ02piΛ
))
× e−ipiΛu sin(2pin0Λu)sin(piΛu)
]
∗G (pi∆xu) (8.41)
avec u = x′/(λqzcl), x′ étant la coordonnée transverse dans le plan d’observation, zcl la distance
entre ce plan et le milieu générateur, et λq la longueur d’onde de l’harmonique d’ordre q.
La première gaussienne a une largeur :
Lq =
λqzcl
piδx
(8.42)
et elle est centrée sur :
x′c =
λ
Λ ×
ϕ0
2pi × zcl (8.43)
Le rapport des sinus converge quand n0 augmente vers un peigne de Dirac de période :
δx′X =
λzcl
qΛ (8.44)
Finalement, la convolution par la dernière gaussienne transforme les pics de Dirac en ordres de
diffraction gaussiens de largeur :
wq =
λqzcl
pi∆x (8.45)
En résumé, le champ lointain se compose d’une série de pics (les ordres de diffraction) gaussiens
de largeur wq 2, espacés de δx′X et d’amplitude déterminée par l’enveloppe gaussienne de largeur
Lq et centrée autour de x′c. Notons que l’ordre de diffraction dominant est déterminé par la
profondeur de modulation ϕ0 du réseau, indépendamment de l’ordre harmonique q. Ce dernier
n’intervient que dans la séparation des ordres de diffraction.
Ceci est confirmé par la figure 8.11. Lorsque la phase n’est pas prise en compte (première
ligne), les pics de diffraction en champ lointain sont centrés autour de x′ = 0 quelle que soit la
valeur de α. Lorsque nous la prenons en compte (deuxième ligne), les pics se décalent vers les
x négatifs à mesure que α augmente. La génération d’harmoniques, et notamment la première
étape d’ionisation tunnel, étant un processus extrêmement non-linéaire, nous estimons le signal
harmonique par la formule ADK (troisième ligne) et obtenons en champ proche des pics moins
nombreux et plus fins que pour le champ infrarouge. Par conséquent, le profil en champ lointain
est plus épuré et pointe toujours dans la direction de la génération de somme de fréquences.
Enfin, notre modèle de réseau de phase en échelette superposé à un réseau d’amplitude composé
de fentes gaussiennes, reproduit très bien ce rôle de l’amplitude du faisceau de perturbation sur
l’amplitude relative des ordres de diffraction.
2. Nous retrouvons encore une fois la formule de focalisation des faisceaux gaussiens.
96 Génération d’harmoniques d’ordre élevé à deux faisceaux portant du moment angulaire
Chapitre 8. Le réseau actif : description fine de la structure du champ électrique créé par deux
faisceaux non-colinéaires
-200 0 200
0.0
0.5
1.0
1.5 (d)
0
1
2 (c)
0
1
2 (b)
0
1
2 (a)
-20 -10 0 10 20
(h)
(g)
(f)
(e)
 x ( m) x (mrad)
E 
(A
rb
. U
.)
Figure 8.11 – Amplitudes en champ proche (a-d) et en champ lointain (e-h) pour α = 0 (bleu),
α = 0.2 (orange), α = 0.6 (vert), α = 1 (rouge). Pour plus de clarté, les courbes ont toutes été
normalisées à 1 et décalées verticalement de 0, 0.4, 0.8 et 1.2 respectivement. Les amplitudes
correspondent à : la coupe en z = 0 de la figure 8.9(b) pour les deux premières lignes, l’amplitude
du taux d’ionisation calculée avec le modèle ADK [Tong et Lin 2005] pour la troisième ligne, et
notre réseau de fentes gaussiennes de périodicité Λ = 1/∆k, de largeur Λ/5 et avec une enveloppe
gaussienne de largeur 60 µm pour la dernière ligne. Quant à la phase, elle est donnée par : zéro
pour la première ligne, la coupe en z = 0 de la figure 8.9(c) pour les deux lignes du milieu, et
l’équation (8.38) pour la dernière ligne. (g) La ligne noire en pointillés est la même que la rouge
mais pour une phase nulle.
8.3 Confrontation du réseau actif aux résultats expérimentaux
et numériques du chapitre 7
Notre modèle du réseau actif étant à présent établi, nous devons tester s’il fonctionne correc-
tement en le comparant à nos données expérimentales et numériques (avec la théorie quantique
complète) présentées dans le chapitre précédent. Pour ce faire, nous nous intéresserons d’abord
au champ proche généré en sortie du jet de gaz, puis au champ lointain et enfin nous conclurons
quant à l’adéquation entre le modèle et les données.
8.3.1 Champ proche harmonique calculé par le modèle quantique complet
Dans les simulations numériques réalisées au chapitre 7, nous avons accès à l’amplitude et la
phase du champ harmonique en sortie du milieu générateur. Nous les avons représentés sur la
figure 8.12 pour les harmoniques 15 et 27 situées respectivement dans le plateau et la coupure.
Concernant les amplitudes, nous observons dans les deux cas une série de pics de même
période que le réseau actif (l’amplitude du champ infrarouge résultant est tracée en pointillés).
Naturellement, la génération d’harmoniques étant un processus hautement non-linéaire, les pics
harmoniques sont situés au niveau des maxima d’intensité infrarouge. De plus, tout comme celle
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du réseau, l’amplitude harmonique est symétrique par rapport à x = 0. Nous relevons enfin une
différence notable entre les deux harmoniques : la première présente un profil modulé, imputable
aux interférences entre trajectoires courte et longue dans le plateau.
Quant aux phases harmoniques, elles présentent dans les deux cas une structure en dents
de scie conforme à notre modèle. Au niveau de chaque maximum de l’amplitude XUV, la phase
peut être ajustée par une droite dont la pente ∂ϕ∂x correspond à l’angle d’inclinaison du front
d’onde. Nous traçons sur la figure 8.12 cette pente en fonction de α pour l’harmonique 15 (c) et
en fonction de l’ordre harmonique pour α = 0.25 (d). La valeur de la dérivée spatiale de la phase
dépend du "trait" du réseau considéré. Ceci est probablement dû à la variation du contraste
dans le volume du foyer (figure 8.9). Néanmoins, la valeur moyenne de la pente (en traits pleins)
suit raisonnablement la prédiction de notre modèle (tracée en pointillés, sans aucun paramètre
d’ajustement). Nous expliquons l’écart entre les deux par la distribution des vecteurs d’onde
(voir la figure 5 de l’article 3) pouvant être assez large notamment pour les harmoniques dans le
plateau (comme c’est le cas de l’harmonique 15), puisqu’elles peuvent être générées en dessous
du pic d’amplitude.
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Figure 8.12 – Ligne du haut : profil transverse d’amplitude (orange) et de phase (violet) des
harmoniques 15 (a) et 27 (b) calculés en sortie du milieu de génération par le modèle totalement
quantique. Dans les deux cas, l’amplitude (respectivement la phase) se lit sur l’axe de gauche
(respectivement de droite). L’amplitude du champ infrarouge (décalée vers le haut de 2 × 108
puis divisée par 104) est donnée en pointillés (b). Ligne du bas : valeurs de la dérivée selon x
de la phase, en fonction de α pour l’harmonique 15 (c) et en fonction de l’ordre harmonique
pour α = 0.25 (d). Les cercles vides de différentes couleurs correspondent à différents maxima
du champ XUV (en bleu : x ' −40 µm, en orange : x ' 0 µm, en vert : x ' 40 µm et en rouge :
x ' 80 µm. La valeur moyenne est représentée en cercles et traits pleins violets. En pointillés,
la prédiction de notre modèle du réseau actif, donnée par l’équation (8.38).
L’observation du champ proche simulé par le modèle quantique complet constitue ainsi une
première validation de notre théorie du réseau actif. Pour aller plus loin, nous allons maintenant
nous intéresser au champ lointain.
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8.3.2 Champ lointain expérimental et numérique
Les figures 8.13 et 8.14 illustrent respectivement les intensités en champ lointain obtenues
numériquement (en effectuant une propagation de Fresnel des champs de la figure 8.12) et
expérimentalement.
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Figure 8.13 – Coupes, à partir de cartes (issues de simulations complètes) semblables à celles
de la figure 7.8, des harmoniques 15 (à gauche) et 27 (à droite), pour α = 0.18 (bleu), α = 0.25
(orange), α = 0.31 (vert), α = 0.35 (rouge), α = 0.43 (violet) et α = 0.5 (marron). Pour des
raisons de visibilité, chaque coupe est décalée de 0.2 vers le haut par rapport à la précédente. Les
intensités de l’harmonique 15 sont divisées par deux afin de partager le même axe des ordonnées
avec l’harmonique 27.
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Figure 8.14 – Coupes verticales (pour chaque harmonique) des figures expérimentales 7.5(k-o).
Chaque courbe est normalisée à 1 et décalée vers le haut de 0.3. L’énergie de génération vaut
2.3 mJ et celle de perturbation <140 µJ (bleu), 140 µJ (orange), 330 µJ (vert), 570 µJ (rouge)
et 1.0 mJ (violet).
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Comme nous l’avions déjà remarqué, nous observons dans les deux cas des séries d’ordres de
diffraction de forme gaussienne, à la fois positifs et négatifs pour de très faibles perturbations,
puis la génération de somme de fréquence devient largement dominante à mesure que la pertur-
bation augmente. Cette constatation conforte notre modèle du réseau actif. En particulier, la
similitude est frappante entre les figures 8.13 et 8.11(h).
En outre, notons que numériquement et expérimentalement, pour des perturbations suffi-
samment élevées, les premiers ordres de diffraction s’éteignent. De fait, lorsque la perturbation
augmente, le nombre d’ordres de diffraction visibles ne change pratiquement pas (contrairement
à l’intuition du modèle multiphotonique du chapitre 6). Nous avons toujours un ordre dominant
et l’amplitude des autres autour décroît. Nous retrouvons ici l’effet de l’enveloppe gaussienne de
largeur Lq dans l’équation (8.41) de notre modèle analytique.
Par ailleurs, nous vérifions d’une part que la position de cette enveloppe gaussienne (i.e.
de l’ordre de diffraction le plus intense) est indépendante de l’ordre harmonique conformément
à l’équation (8.43), et d’autre part que les ordres de diffraction se resserrent lorsque l’ordre
harmonique augmente, comme prévu par l’équation (8.44).
Nous observons cependant un petit écart à notre modèle : une légère dissymétrie gauche/droite
apparaît notamment sur les simulations, que nous attribuons à l’extension longitudinale du mi-
lieu générateur (prise en compte dans le modèle quantique complet).
Pour finir, intéressons-nous à la divergence des ordres diffractés en champ lointain. D’après
la figure 8.15, nous pouvons raisonnablement affirmer que le modèle quantique résulte bien en
des ordres de diffraction tous de même taille pour une harmonique donnée. Et comme nous
pouvons le voir sur la figure 8.16, les données expérimentales sont en bon accord avec l’équation
(8.45) obtenue dans notre modèle du réseau actif. Notons que la détermination des ordres de
diffraction expérimentaux les moins intenses (notamment les ordres négatifs dans le cas de la
figure 8.16) est moins précise pour les ordres intenses du fait d’un fonctionnement pas tout à
fait linéaire des galettes de micro-canaux lorsque le niveau de signal est très bas.
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Figure 8.15 – Divergence des ordres de diffraction de l’harmonique 15 simulée avec le modèle
quantique complet. Les barres d’erreurs sont dues au faible nombre de pixels encodant un ordre
de diffraction donné, ce qui rend l’ajustement gaussien peu précis.
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Figure 8.16 – Taille des ordres de diffraction expérimentaux (calculée par ajustements gaussiens
vertical et horizontal) des harmoniques 13 (a) et 15 (b) pour différentes valeurs de l’énergie de
perturbation. La valeur théorique en noir est donnée par l’équation (8.45) sans aucun paramètre
d’ajustement.
8.3.3 Conclusion
La génération d’harmoniques d’ordre élevé étant un phénomène de champ fort et non un
processus multiphotonique, il convient (notamment pour traiter de l’accord de phase) de décrire
finement la structure du champ électrique au foyer de génération. C’est précisément ce que
propose notre modèle numérique et analytique du réseau actif dans le cadre de la génération à
deux faisceaux non-colinéaires. Il permet de prédire la position, la forme et la taille des ordres
de diffraction en champ lointain, ainsi que leurs intensités relatives, en excellent accord avec nos
expériences et simulations numériques complètes basées sur le modèle quantique de la génération
d’harmoniques. Une perspective d’amélioration intéressante de notre modèle consisterait à tenir
compte de l’extension longitudinale du milieu : la largeur de la distribution du vecteur d’onde
local serait modifiée, mais pas sa valeur asymptotique. Plus généralement, il serait intéressant
d’établir un lien avec les travaux approfondis de [Bahabad et al. 2010, Hareli et al. 2018].
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Quatrième partie
La génération d’harmoniques à deux
faisceaux portant des moments
angulaires
Nous disposons à présent des fondamentaux pour comprendre la génération d’har-
moniques à deux faisceaux non-colinéaires. Nous pouvons donc désormais leur asso-
cier des moments angulaires soit orbitaux soit de spin, afin de façonner à volonté le
rayonnement harmonique.
Si tout semble se dérouler comme prévu par le modèle multiphotonique en ce
qui concerne la génération à partir de deux faisceaux de Laguerre-Gauss (qui sera
l’objet du chapitre 9), nous ne pouvons en dire de même lorsque l’un des faisceaux
arbore une polarisation circulaire tandis que l’autre reste linéaire. Nous verrons en
effet dans le chapitre 10 que le modèle perturbatif est une fois de plus mis à mal.
Enfin, ces conclusions nous conduiront à appréhender dans le chapitre 11 la question
d’une différence fondamentale entre moments angulaires orbital (extrinsèque) et de
spin (intrinsèque), en construisant une analogie entre états de polarisation linéaire
et circulaire d’un côté, et modes d’Hermite-Gauss et Laguerre-Gauss de l’autre.
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Chapitre 9
Conservation du moment angulaire
orbital lors de la génération
d’harmoniques à deux faisceaux
Avant cette thèse, de rares expériences (qu’elles soient de laboratoire ou numériques) de gé-
nération d’harmoniques portant du moment angulaire orbital avaient été réalisées [Zürch et al.
2012, Hernández-García et al. 2013, Gariepy et al. 2014, Géneaux et al. 2016]. Toutes ces ex-
périences mettaient en jeu un seul faisceau et offraient un niveau de contrôle de la charge
topologique des harmoniques très limité du fait de la règle de transfert `q = q`1 établie dans le
chapitre 3. Un objectif important dans la communauté a donc été de réussir à donner n’importe
quelle valeur de moment angulaire orbital aux harmoniques. Au cours de cette thèse, ce but a été
atteint simultanément dans trois laboratoires : à Saclay, à Nova Gorica [Article 1] et à Ottawa
[Kong et al. 2017].
Nous rendons compte dans ce chapitre de l’ensemble de nos travaux sur la génération d’har-
moniques à partir de deux faisceaux de Laguerre-Gauss. Nous présenterons tout d’abord nos
conclusions sur le transfert de moment angulaire orbital lors de ce type d’expériences, puis nous
commenterons les interférences entre ordres de diffraction ainsi que leurs intensités relatives.
9.1 Profils des harmoniques générées à partir de deux faisceaux
de Laguerre-Gauss
Dans [Gariepy et al. 2014], les auteurs proposent en fin d’article (l’expérience n’a pas été
réalisée) de s’appuyer sur le modèle multiphotonique pour généraliser la loi de conservation du
moment angulaire orbital dans un cas où deux faisceaux pilotent la génération d’harmoniques :
`q = n1`1 + n2`2 (9.1)
et ainsi avoir un contrôle total de la charge topologique des harmoniques. Dans cette équation,
`1, `2 et `q sont les moments angulaires orbitaux (en unités de ~) des deux faisceaux pilotes et de
l’harmonique d’ordre q générée. Pour cette expérience, [Gariepy et al. 2014] suggèrent d’utiliser
un faisceau de génération gaussien (`1 = 0) et un faisceau de perturbation doublé en fréquence
portant un moment angulaire orbital `2 = 1. C’est exactement cette configuration qui a été mise
en place au cours de notre collaboration avec le groupe de Giovanni De Ninno à Nova Gorica
(Slovénie). Dans nos expériences avec le laser LUCA à Saclay, nous avons choisi d’étudier le cas
à une seule couleur et différentes combinaisons de moment angulaires orbitaux (`1, `2).
Comme dans les chapitres 3 et 4, nous utilisons des lames de phase en spirale pour synthétiser
des faisceaux infrarouges de type Laguerre-Gauss, portant un moment angulaire orbital bien
défini [Allen et al. 1992].
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9.1.1 Expériences à deux couleurs : campagne de Nova Gorica
Le dispositif expérimental consiste en un interféromètre de type Mach-Zehnder très similaire
à celui de la figure 7.1 et est représenté sur la figure 1 de l’Article 1. Juste avant d’entrer dans
l’interféromètre, le faisceau laser infrarouge est doublé en fréquence dans un cristal de bêta-
borate de baryum (BBO) de type I. Le miroir dichroïque d’entrée de l’interféromètre transmet
l’infrarouge non converti et réfléchit la partie doublée. Le faisceau fondamental reste gaussien
et constitue le bras de "génération" de l’interféromètre, tandis que la seconde harmonique est
convertie en mode de Laguerre-Gauss `2 = 1 grâce à une lame de phase en spirale et constitue
le bras de "perturbation". Dans chaque bras de l’interféromètre, un iris permet d’ajuster la taille
du faisceau et une lentille de focaliser dans le jet de gaz où a lieu la génération d’harmoniques
d’ordre élevé.
Le recouvrement spatial au foyer d’un mode gaussien avec un mode ` = 1 n’est pas évident.
En effet, si les deux faisceaux ont le même diamètre avant d’être focalisés, alors au foyer les
zones de haute intensité de l’un se situent au niveau des zones peu intenses de l’autre (figure
9.1). Afin d’optimiser le recouvrement, il faut donc que le waist du faisceau de Laguerre-Gauss
soit plus petit que celui du faisceau gaussien, autrement dit il faut que le diamètre du faisceau de
Laguerre-Gauss collimaté soit plus grand que celui du faisceau gaussien 1. Plutôt que de perdre
de l’énergie en diminuant le diamètre de l’iris du fondamental, un afocal (constitué d’une lentille
divergente suivie d’une convergente) de grandissement 1.5 a été mis en place dans le faisceau de
seconde harmonique.
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Figure 9.1 – Profils transverses au foyer d’un mode gaussien, d’un mode ` = 1 avec le même
waist et d’un mode ` = 1 lorsque le faisceau collimaté est 1.5 fois plus gros.
Les harmoniques sont ensuite générées dans une cellule d’argon puis passent à travers un
monochromateur (constitué d’un réseau placé entre deux miroirs toriques) avant d’être imagées
soit sur une caméra CCD XUV soit sur un analyseur de front d’onde de Hartmann. La caméra
permet de visualiser directement les profils transverses d’intensité des harmoniques, tandis que
l’analyseur de front d’onde permet quant à lui de reconstruire le profil de phase par intégration
des vecteurs d’onde mesurés. Ces profils d’intensité et de phase sont représentés respectivement
sur les figures 9.2 et 9.3 pour les harmoniques 13 à 19.
1. Nous aurions pu jouer sur les conditions de focalisation pour ajuster la taille des foyers, mais pour des
raisons d’optimisation de l’espace, les deux faisceaux sont focalisés avec des lentilles de même focale.
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the fundamental (o) and second harmonic (2o) beams. The
two spectral components are then spatially separated in a
Mach-Zehnder-like interferometer equipped with dichroic
mirrors. The interferometer is used to manipulate individually
the two beams before being focused by two independent lenses
into a 1-mm long argon gas cell. In one arm of the interferometer,
the 2o beam is converted from a Gaussian to a Laguerre-
Gaussian mode with c2o¼ 1, using a spiral phase plate21.
No OAM is imparted on the o beam (co¼ 0). The crossing
angle between the two beams in the gas cell can be adjusted by
translating the last mirror of each arm. All modes generated at the
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Figure 2 | Far-ﬁeld intensity patterns from the non-collinear wave-mixing
scheme. Single-shot images for different harmonic orders were acquired
using a CCD in identical generating conditions. Each mode is labelled by its
topological charge c that also corresponds to the number of absorbed 2o
photons. For better visualization, images for each harmonic order are shown
with the full colour scale (colour bar on top). The integrated signal (top left
corner) is normalized to h16. The number of photons incident on the CCD
(after the metallic ﬁlter) for h16 was around 7 106. Note that the angular
acceptance of the monochromator (about 10mrad) limited to three the
number of modes that could be detected at once.
3
Figure 9.2 – Figure 2 de l’Article 1. Profils d’in ensité des harmoniques 13 à 19. Ces images,
enregistrées avec la caméra XUV et dans les mêmes conditions de génération, résultent chacune
d’un seul tir laser. L’intensité est normalisée à 1 pour l’harmonique 16 et la valeur maximale de
l’échelle des couleurs est donnée par la valeur en rouge en haut à gauche de chaque image.
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Figure 9.3 – Figure 3 de l’Article 1. En haut à gauche : intensité (fausses couleurs) et dis-
tribution des vecteurs d’ondes locaux (flèches) de l’ordre -1 de diffraction de l’harmonique 16.
Autres images : reconstruction des profils de phase des ordres -1 et +1 de l’harmonique 16,
+2 de l’harmonique 19, +3 de l’harmonique 18 et +4 de l’harmonique 19 (de gauche à droite
et de haut en bas). Les fausses couleurs représentent la phase (en unités de 2pi radians) et la
luminosité donne l’intensité.
Nous pouvons vérifier sur la figure 9.2 la conservation de la parité, de l’énergie et de l’im-
pulsion : les harmoniques impaires (respectivement paires) présentent seulement des ordres de
diffraction pairs (respectivement impairs), et tous les ordres de diffraction sont bien séparés. De
plus, chaque ordre de diffraction semble avoir le profil d’intensité d’un mode de Laguerre-Gauss
d’indice azimutal égal à l’ordre de diffraction (leur diamètre augmente avec l’ordre de diffrac-
tion), ce qui tend à corroborer la loi de conservation du moment angulaire orbital proposée dans
l’équation (9.1). Les mesures de front d’onde montrées sur la figure 9.3 confirment que les vec-
teurs d’onde harmoniques tournent bien autour d’une singularité (au centre du faisceau) et ont
une amplitude croissante lorsque l’on s’approche du centre du faisceau. Ces deux observations
sont la signature des vortex optiques. Les profils de phase sont obtenus en intégrant ces distri-
butions de vecteurs d’onde [Southwell 1980] et valident notre hypothèse que chaque ordre de
diffraction a bien la structure de phase en spirale ei`θ attendue. Ces résultats constituent une ca-
ractérisation sans équivoque de la valeur de moment angulaire orbital porté par les harmoniques
d’ordre élevé.
9.1.2 Expériences à une couleur : campagne de Saclay
Pour nos expériences à une couleur avec le laser LUCA à Saclay, nous avons utilisé le mon-
tage illustré sur la figure 7.1 et y avons simplement ajouté des lames de phase en spirale pour
synthétiser des faisceaux de Laguerre-Gauss.
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Résultats expérimentaux La figure 9.4 présente les profils d’intensité des interférences infra-
rouges au foyer (en forme de fourche [Bazhenov et al. 1990]) ainsi que des harmoniques imagées
sur nos galettes de micro-canaux, pour trois combinaisons différentes de moments angulaires
orbitaux (`1, `2) des deux faisceaux infrarouges.
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Figure 9.4 – Figures d’interférences infrarouges (ligne du haut) et spectres harmoniques enre-
gistrés (ligne du bas) dans le cas à une couleur pour différentes combinaisons de (`1, `2).
Dans le cas d’une génération gaussienne (`1 = 0) et d’une perturbation `2 = 1 (figure
9.4a), nous obtenons des résultats très proches de ceux issus de la campagne expérimentale
de Nova Gorica. La principale différence réside dans le fait que nous avons ici uniquement les
harmoniques impaires puisque le faisceau de perturbation n’a pas été doublé en fréquence. Pour
chaque harmonique, l’ordre zéro de diffraction présente un profil gaussien tandis que le premier
ordre (ordres +1 et -1 respectivement au-dessus et en dessous de l’ordre 0 sur la figure) semble
avoir le profil d’un mode de Laguerre-Gauss d’indice azimutal égal à 1. Les ordres de diffraction
sont bien séparés spatialement.
Lorsque nous générons avec un faisceau `1 = 1 et perturbons avec `2 = 2 (figure 9.4b),
l’ordre zéro de diffraction (anneau du bas sur la figure) présente le même profil d’intensité que
lors de la génération à un seul faisceau portant une charge topologique unitaire (chapitre 3).
Écrivons ∆` = `2 − `1. Ici, ∆` = 1 et nous remarquons que le premier ordre de diffraction
(anneau du haut) a un diamètre assez proche, légèrement plus grand que celui de l’ordre zéro. Il
est intéressant de noter que ces deux anneaux sont de tailles nettement plus grandes que ceux du
premier ordre de diffraction de la figure 9.4a et se chevauchent (l’angle entre les deux faisceaux
infrarouges est le même pour chacun des trois cas de la figure 9.4).
Enfin, nous avons retourné la lame de phase du faisceau de perturbation pour inverser le
signe de sa charge topologique (figure 9.4c). Dans ce cas, nous avons ∆` = −3. Sur la figure, nous
pouvons observer les ordres 0, +1 et +2 de diffraction, de bas en haut. Comme précédemment,
l’ordre zéro présente le même diamètre que dans le cas à un seul faisceau, puis le diamètre des
anneaux diminue quand l’ordre de diffraction augmente, et ce bien plus rapidement que dans le
cas où ∆` = 1.
Toutes ces observations valident une fois encore les règles de conservation de la parité, de
l’énergie et de l’impulsion, et semblent de plus confirmer la loi de conservation du moment
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angulaire orbital donnée par l’équation (9.1) et démontrée à Nova Gorica. L’étude de la diver-
gence des harmoniques menée dans la sous-section 9.1.3 va nous permettre de vérifier que nos
harmoniques portent bien les charges topologiques attendues.
Simulations numériques Ces trois expériences de génération d’harmoniques à deux fais-
ceaux de même couleur et portant du moment angulaire orbital ont également été simulées
numériquement par Thierry Auguste en utilisant l’approximation de champ fort et en tenant
compte des effets de propagation. Les résultats sont présentés sur la figure 9.5.
(a) `1 = 0, `2 = 1 (b) `1 = 1, `2 = 2 (c) `1 = 1, `2 = −2
Figure 9.5 – Harmonique 27 simulée dans le cas à une couleur pour un angle entre les deux
faisceaux de 40 mrad et pour différentes combinaisons de (`1, `2).
Quelle que soit la configuration (`1, `2), ces simulations sont en excellent accord avec nos
expériences réalisées sur le laser LUCA. Nous remarquons une particularité sur cette figure par
rapport à la figure 9.4 : les franges d’interférences. Nous ne les voyons pas sur les données
expérimentales car nous avons moyenné 500 tirs lasers pour avoir des images plus lisses et plus
stables. Nous identifions deux types d’interférences :
— entre trajectoires courtes et trajectoires longues de la génération d’harmoniques (expé-
rimentalement, nous favorisons les premières, tandis que dans les simulations, les deux
familles sont présentes)
— entre ordres de diffraction qui se chevauchent (une étude expérimentale de ces interfé-
rences sera menée dans la section 9.2).
9.1.3 Caractérisation du moment angulaire orbital : divergence des harmo-
niques générées à partir de deux faisceaux de Laguerre-Gauss
Afin de caractériser le moment angulaire orbital de nos harmoniques générées à partir de
deux faisceaux de Laguerre-Gauss, nous nous proposons d’étudier leur divergence à la manière
des travaux (dans le cas de la génération d’harmoniques à un seul faisceau, voir le chapitre 3)
de [Géneaux et al. 2016]. Nous considérons ici que les harmoniques ont également des profils de
Laguerre-Gauss. Le waist n’est pas une quantité très intuitive pour mesurer la taille des anneaux
sur nos données expérimentales. C’est pourquoi nous nous intéresserons plutôt au rayon pour
lequel l’intensité est maximale. Rappelons l’expression de celui-ci pour un mode de Laguerre-
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Gauss d’indice azimutal `q et de longueur d’onde λq (voir le chapitre 1) :
Rmax (λq, `q, z) = w (λq, z)
√
|`q|
2 = w (λq, z = 0)
√√√√1 + ( zλq
piw (λq, z = 0)2
)2√ |`q|
2 (9.2)
Dans nos expériences, nous enregistrons les profils d’intensité en champ lointain. Nous avons
alors zλq  piw (λq, z = 0)2, ce qui nous permet de simplifier l’équation (9.2) :
Rmax (λq, `q, z) ≈ zλq
piw (λq, z = 0)
√
|`q|
2 (9.3)
Par la suite, nous allègerons les notations en écrivant wq = w (λq, z = 0) pour le waist (au
foyer donc) de l’harmonique q, ainsi que w1 et w2 pour les waists des faisceaux de génération et
de perturbation respectivement.
Pour parler de divergence, il suffit de dériver l’équation (9.3) par rapport à la coordonnée
longitudinale z :
θmax (λq, `q) =
∂Rmax
∂z
= λq
piwq
√
|`q|
2 (9.4)
D’après la loi de conservation de l’énergie, nous avons λq = λ1/q. Nous savons désormais
que la loi de conservation du moment angulaire orbital peut s’écrire `q = n1`1 + (q − n1) `2. De
plus, nous pouvons sans perte de généralité considérer que `q > 0 et donc nous affranchir de la
valeur absolue dans l’équation (9.4), ce qui nous donne pour la divergence :
θmax (λq, `q) =
λ1
qpiwq
√
n1`1 + (q − n1) `2
2 (9.5)
Comme dans le chapitre 3 et l’article [Géneaux et al. 2016], nous faisons maintenant l’hypo-
thèse que les zones de haute intensité sont les mêmes pour les harmoniques et l’infrarouge. En
effet, la génération d’harmoniques est un processus extrêmement non-linéaire et est donc plus
efficace au niveau des zones de forte intensité. En observant la figure 9.6, nous remarquons que
dans le cas où `1 = 0 et `2 = 1, le rayon pour lequel l’intensité est maximale dépend du rapport
d’énergie entre les deux faisceaux.
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Figure 9.6 – Simulation de l’intensité résultante de la somme incohérente d’un faisceau gaussien
et d’un mode de Laguerre-Gauss ` = 1. Les cercles en vert représentent le rayon (déterminé
numériquement) où l’intensité est maximale. Le rapport d’énergie entre les deux faisceaux est
indiqué dans le coin en haut à droite de chaque figure. Le waist du faisceau de Laguerre-Gauss
est
√
2 fois plus petit que celui du mode gaussien.
De façon heuristique, nous écrivons donc notre hypothèse sous la forme suivante :
wq
√
`q
2 =
w1
√
|`1|
2 +
E2
E1
w2
√
|`2|
2
1 + E2
E1
(9.6)
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où E1 et E2 sont les énergies des faisceaux de génération et de perturbation respectivement.
Nous distinguons alors deux cas :
— si `1 6= 0 : wq
√
`q
2 ≈ w1
√
|`1|
2
(
1− E2
E1
(
1− w2
w1
√∣∣∣∣`2`1
∣∣∣∣
))
ce qui nous donne pour le waist
harmonique wq ≈ w1
√
|`1|
`q
car dans la pratique, nous faisons en sorte d’optimiser le
recouvrement spatial des deux faisceaux, i.e. w2
w1
√∣∣∣∣`2`1
∣∣∣∣ ≈ 1
— si `1 = 0 : wq
√
`q
2 =
E2
E1 + E2
w2
√
|`2|
2 et donc wq =
E2
E1 + E2
w2
√
|`2|
`q
.
Nous remplaçons enfin dans l’équation (9.5) pour obtenir :
θmax (λq, `q) =

λ1
qpiw1
n1`1 + (q − n1) `2√
2|`1|
si `1 6= 0
λ1
qpiw2
(q − n1) `2√
2|`2|
E1 + E2
E2
si `1 = 0
(9.7)
Les simulations numériques de Thierry Auguste montrent que la divergence varie linéairement
avec l’ordre de diffraction (figure 9.7).
Figure 9.7 – Divergence en fonction de l’ordre de diffraction pour les harmoniques 19 à 25
simulées numériquement, dans la configuration où `1 = 1 et `2 = −2.
Afin de faire apparaître clairement la pente et l’ordonnée à l’origine, nous pouvons mettre
l’équation (9.7) sous la forme θmax (λq, `q) = A + B (q − n1). Pour ce faire, nous identifions
d’abord les termes en n1 pour trouver :
B =

λ1
qpiw1
`2 − `1√
2|`1|
si `1 6= 0
λ1
qpiw2
E1 + E2
E2
sign(`2)
√
|`2|
2 si `1 = 0
(9.8)
La figure 9.8 nous permet de vérifier la dépendance en 1/q de la pente B dans le cas où l’on
génère avec `1 = 1 et perturbe avec `2 = −2.
En soustrayant les termes en n1, il nous reste alors :
A+Bq =

λ1
piw1
`2√
2|`1|
si `1 6= 0
λ1
piw2
E1 + E2
E2
sign(`2)
√
|`2|
2 si `1 = 0
(9.9)
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Figure 9.8 – Nous reportons ici les valeurs des pentes obtenues pour chaque harmonique sur la
figure 9.7 et ajustons ces valeurs par une fonction f(q) = a/q où a est le paramètre d’ajustement.
Et nous obtenons donc :
A =

λ1
piw1
sign(`1)
√
|`1|
2 si `1 6= 0
0 si `1 = 0
(9.10)
Sur la figure 9.9, nous confrontons ces formules aux tailles d’anneaux mesurées expérimen-
talement, dans deux configurations différentes. Nous obtenons un bon accord entre calculs ana-
lytiques et expériences, confirmant la valeur de l’hypothèse heuristique que nous avons faite.
Ainsi, l’étude de la divergence des harmoniques nous permet de vérifier que nos harmoniques
portent bien la valeur de moment angulaire orbital prédite par le modèle multiphotonique. Il
nous reste encore deux aspects à traiter au sujet de ces expériences de génération d’harmoniques
à deux faisceaux de Laguerre-Gauss : les interférences entre ordres de diffraction prédites par
les simulations numériques, ainsi que l’accord de phase du point de vue du réseau actif.
9.1.4 Confrontation avec les résultats du groupe d’Ottawa et conclusions sur
le transfert de moment angulaire orbital aux harmoniques
Le groupe de Paul Corkum à Ottawa (Canada) a également réalisé des expériences de géné-
ration d’harmoniques à deux faisceaux portant du moment angulaire orbital, dans le cas à une
couleur [Kong et al. 2017]. Ils ont utilisé une méthode de caractérisation différente de Nova Go-
rica (mesure du front d’onde) et Saclay (divergence des ordres de diffraction), qui consiste à faire
interférer l’ordre de diffraction souhaité avec un faisceau harmonique de référence (gaussien).
Les interférences entre deux faisceaux gaussiens donnent les franges habituelles (figure 9.10b),
alors que la figure d’interférences entre un faisceau portant du moment angulaire orbital et un
faisceau gaussien a une forme de fourche (figures 9.10a-c-d). La différence du nombre de franges
de part et d’autre de la singularité donne la valeur (et le signe) de la charge topologique. Les
résultats obtenus par ce groupe confirment également la loi de conservation du moment angulaire
orbital établie d’après le modèle multiphotonique.
En résumé, les travaux de trois groupes de recherche, utilisant chacun des méthodes de
caractérisation différentes, ont permis d’établir que bien que limité, le modèle multiphotonique
prédit correctement le transfert de moment angulaire orbital lors de la génération d’harmoniques
à deux faisceaux. Nous nous intéresserons plus précisément dans la section 9.2, d’une part aux
interférences entre ordres de diffraction, et d’autre part aux rendements harmoniques obtenus
lors de ce type d’expériences en étudiant la conservation du front d’onde, obtenue en associant
le modèle multiphotonique à notre théorie du réseau actif.
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Figure 9.9 – Comparaison de l’équation (9.7) aux données expérimentales. Les tailles d’anneaux
mesurées et calculées sont respectivement représentées en traits pleins de couleur cyan et en
tirets blancs. (a) Ordres de diffraction -1 à +2 (de bas en haut) de l’harmonique 15 dans la
configuration `1 = 1 et `2 = −2. (b) Ordres de diffraction -2 à +2 des harmoniques 9, 11, 13, 17
et 19 dans la configuration `1 = 0 et `2 = 1. Les harmoniques 9 à 13 (respectivement 17 et 19)
correspondent au premier (respectivement second) ordre de diffraction du réseau en or de notre
spectromètre.
since
propagation
bandwidths. X-ray-based communication may also overcome
ionization blackouts and make it possible to communicate with
hypersonic vehicles or re-entering spacecraft. But this is not all:
there is a rapidly increasing interest in using the entanglement of
OAM in quantum key distribution and communication6,27. Using
classical concepts, we show in the Supplementary Note 2 the
potential for interesting quantum optics with high-harmonic
generation.
The second important application that we propose here is
super-resolution laser machining. The essence of STED micro-
scopy is to use the saturation of depletion to exploit the
singularity at the centre of an OAM beam3. This STED idea can
be used for other phenomena that have a similar response. In
laser processing, for example, desorption of a thin layer31 can
potentially be exploited in a STED-like manner. Consider the
case where a donut-shaped XUV beam is linearly absorbed
by a thin layer of polymer deposited on a fused silica substrate.
XUV-injected electron–hole pairs are created in the thin-layer
material except at the dark centre of the beam. A following
infrared laser pulse can cause an avalanche build-up of these
carriers, depositing energy in the material where the carriers were
created. The intensity of guiding pulse can be much lower than
the damage threshold because the following infrared pulse17
deposits any extra energy that is required. The thin layer will be
desorbed where the deposited energy exceeds the damage
threshold. Since XUV beams are selectively absorbed near the
surface and the absorption can be tuned to exploit the atomic
structure of the layer or substrate, the machining stops at the thin
ﬁlm/substrate interface when the thin layer is completely
removed. Such selective absorption prevents the substrate from
being engraved and gives rise to the saturable behaviour that
enables super-resolution processing.
The short wavelength of XUV beams affords much higher
resolution than the machining process based on the use of an
infrared ﬁeld. Therefore, we propose that carrier-injection-
controlled machining, which so far has only been explored
with Gaussian control beams at ultraviolet wavelength17, will now
sub-nanometre
Methods
Generation of high-harmonic beams with controlled OAM. The driving ﬁeld in
the experiment is created by interfering two beams. A strong infrared Gaussian
beam with wavelength of 800 nm, pulse duration of 30 fs and energy of 500 mJ is
focused into an argon gas by means of a 40 cm lens. In addition, a weak perturbing
vortex beam with wavelength of 800 nm, pulse duration of 50 fs and energy of
250 mJ is focused by a 20 cm lens. The weak vortex beam is formed by a q-plate—a
liquid crystal device that can imprint OAM onto infrared beams.
The centre wavelength of the q-plate is tuned to 800 nm and the q-plate is
designed to give the transmitted beam a topological charge of one. The two
non-collinear beams overlap in both time and space. Their 40mrad relative angle
ensures that the diffracted XUV beams are also spatially separated. Since the OAM
of a light depends on the axis of the beam, a motorized mirror ensures good spatial
overlap of the two beam centres.
Argon gas is used as the nonlinear medium. The gas is injected through a
200-mm nozzle into the vacuum chamber via a synchronized Even Lavie gas jet at a
500Hz repetition rate. The backing pressure in the chamber reaches 10 4mbar.
The harmonic beam propagates to a spectrometer in a differentially pumped
detection chamber. The spectrometer consists of a slit, a grating and a
microchannel plate. The slit and grating are translated together to reconstruct the
beam proﬁles of the high harmonics. The beams are then spectrally resolved in the
horizontal direction by an 87 grazing-incidence grating with 1,200 lines per mm,
and are then detected by a microchannel plate. A camera records the ﬂuorescent
screen at the back of the microchannel plate. On the spectrogram, different
positions along the horizontal direction correspond to different photon energies,
or alternatively, to the order of the harmonics.
When characterizing the wavefront by means of interferometry, a third infrared
beam is added to produce XUV reference beams. The third beam has a larger beam
diameter before the focusing lens, which leads to a tighter focus than the focus of
the generating infrared beam. The divergence of the reference beam is large enough
to enable the reference XUV beams to overlap the þ 1st, 0th and  1st orders
XUV vortex beams. The two generating sources are separated by 150 mm, which is
far enough to eliminate crosstalk between the two XUV sources.
The detection set-up in the interferometric measurement for the holographic
measurement does not contain a slit. This allows the entire beam to be observed.
To allow both spatial and spectral resolution, the microchannel plate is placed close
enough to the grating that phase front information is preserved.
Strong-ﬁeld approximation simulation with single-plane emitters. Since the
gas medium is only 200 mm thick, we simulate the generation process with emitters
in a single plane, without propagation effects. Each emitter is driven by the local
time-dependent electric ﬁeld created by the interference of the strong Gaussian
beam and the weak vortex beam. The strong-ﬁeld approximation dipole moment in
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Figure 9.10 – Adaptée de la figure 3 de [Kong et al. 2017].
9.2 Relations entre ordres de diffraction d’une harmonique don-
née
9.2.1 F anges d’inte férences
Nous avons vu avec la fig re 9.5 que le simulations numériques font apparaître des franges
d’in erférences e tre les différ s ordres de diffraction d’une harmonique. La présence de telles
franges s’explique par le chevauchement de faisceaux de même fréquence s propageant avec un
angle entre eux.
Dans le cas le plus simple où la génération est gaussienne et la perturbation p rte un mome t
angulair orbital de ±1, nous observons sur la figure 9.11 que ces franges sont inclinées par
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rapport à la verticale et le sens de cette inclinaison s’inverse lorsque que la charge topologique
de la perturbation change de signe. Ceci est dû à la forme hélicoïdale du front d’onde des
faisceaux portant du moment angulaire orbital. Nous allons l’expliquer avec la figure 9.12.
(a) `1 = 0, `2 = 1 (b) `1 = 0, `2 = −1
Figure 9.11 – Harmonique 27 simulée dans le cas à une couleur pour un angle de 40 mrad entre
les deux faisceaux, `1 = 0 et `2 = ±1 : effet du signe de la charge topologique sur les franges
d’interférences.
x
y
M(x, y)•
r20−
r2
θ1
θ2
Figure 9.12 – Inclinaison des franges d’interférences entre deux ordres de diffraction consécutifs.
Les cercles matérialisent les anneaux d’intensité. Nous avons attribué une couleur différente à
chaque ordre de diffraction pour plus de lisibilité.
La figure 9.12 représente deux anneaux se chevauchant d’une même harmonique. L’anneau
du bas est centré en (0, 0) et est associé à une charge topologique `q1. L’anneau du haut est
centré en (0, r20) et est associé à une charge topologique `q2. Soit M(x, y) un point dans la zone
de recouvrement des deux anneaux. Nous pouvons exprimer ses coordonnées en fonction des
paramètres de chaque anneau :
— pour l’anneau du bas : θ1 = arctan xy
— pour l’anneau du haut : nous avons
(
x
y
)
=
(
r2 sin(pi − θ2)
r20 − r2 cos(pi − θ2)
)
=
(
r2 sin θ2
r20 + r2 cos θ2
)
ce qui donne θ2 = arctan xy−r20
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Les zones équiphases vérifient `q1θ1 = `q2θ2 + ppi, p ∈ Z. Ces zones se situant le long de l’axe
vertical, nous pouvons considérer x y, r20 − y. Nous obtenons alors :
`q1
x
y
= `q2
x
y − r20 + ppi (9.11)
Faisons à présent l’hypothèse simplificatrice que la zone de recouvrement se situe au voisinage
du milieu du segment reliant les centres des deux anneaux : y = r202 + δy. Par conséquent, en
posant ∆` = `q2 − `q1, nous trouvons :
`q1
x
r20
2 + δy
= −`q2 xr20
2 − δy
+ ppi (9.12)
x
[
`q1
(
r20
2 − δy
)
+ `q2
(
r20
2 + δy
)]
= ppi
(
r220
4 − δy
2
)
(9.13)
x [(`q1 + `q2) + ∆` δy] = ppi
r220
4 (9.14)
x
(
1 + ∆`
`q1 + `q2
2δy
r20
)
= ppi r202 (`q1 + `q2)
(9.15)
x = ppi r202 (`q1 + `q2)
(
1− ∆`
`q1 + `q2
2δy
r20
)
(9.16)
x = ppi r202 (`q1 + `q2)
− ppi ∆`
(`q1 + `q2)2
δy (9.17)
Ceci est l’équation d’une droite légèrement inclinée par rapport à la verticale. Dans la confi-
guration de la figure 9.11a où (`1, `2) = (0, 1), nous avons ∆` = 1 : la pente est négative. À
l’inverse, dans le cas de la figure 9.11b où (`1, `2) = (0,−1), nous avons ∆` = −1 : la pente est
alors positive. Ainsi, une inversion du signe de la charge topologique du faisceau de perturbation
induit une inversion de l’orientation des franges d’interférences entre deux anneaux successifs.
Intéressons-nous maintenant à un cas un peu plus complexe. Nous avons réussi à observer
des franges expérimentalement, en enregistrant des images pendant un seul tir laser, pour une
nouvelle combinaison de faisceaux où `1 = 1 et `2 = 0. La figure 9.13 montre six tirs laser
uniques dans cette configuration.
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Figure 9.13 – Génération `1 = 1 et perturbation `2 = 0 : harmonique 13 enregistrée pour six
différents tirs laser uniques.
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Bien que le signal soit assez bruité, nous pouvons distinguer des franges d’interférences entre
les ordres 0 et 1 d’une part, et entre les ordres 1 et 2 d’autre part. Comme nous pouvons le voir
sur la figure 9.14, ces franges se translatent légèrement d’un tir laser à un autre. C’est pourquoi
elles se brouillent lorsque nous accumulons plusieurs tirs.
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Figure 9.14 – Génération `1 = 1 et perturbation `2 = 0. En haut à gauche : moyenne des six
meilleurs tirs. Les deux systèmes de franges encadrés (I) et (II) sont tracés juste en dessous. À
droite : systèmes de franges (I) en haut et (II) en bas tracés pour chacun des six meilleurs tirs
(avec un décalage vertical pour plus de clarté).
Nous avons mené une étude numérique pour comprendre cette fluctuation tir à tir des sys-
tèmes de franges. Nous avons simplement superposé des modes de Laguerre-Gauss d’indices azi-
mutaux qui diffèrent d’une unité et nous les avons positionnés de façon à reproduire au mieux
la figure expérimentale. Nous observons sur la figure 9.15 que lorsque l’origine des phases varie,
les franges translatent. Expérimentalement, nous pouvons attribuer ce glissement des franges à
une instabilité de l’interféromètre, qui allonge très légèrement un bras par rapport à l’autre et
modifie donc la phase relative des deux faisceaux au foyer.
5.0 2.5 0.0 2.5 5.0
x (mm)
7.5
5.0
2.5
0.0
2.5
5.0
7.5
10.0
y 
(m
m
)
1.0 0.5 0.0 0.5 1.0
0.0
0.2
0.4
0.6
0.8
1.0
In
te
ns
ité
 (u
. a
rb
.)
Figure 9.15 – Défilement des franges en fonction du délai entre les deux faisceaux. À gauche :
simulation numérique de la superposition de modes de Laguerre-Gauss avec ∆` = 1. À droite :
système de franges matérialisé à gauche par la ligne en pointillés, pour des déphasages allant de
0 à pi/2.
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L’interfrange est le même pour tous les systèmes de franges car il ne dépend que de la
différence ∆` entre les ordres qui interfèrent. Ainsi, lorsque nous passons d’un système à un
autre, le nombre de franges peut être différent simplement à cause de la variation de la taille
des ordres et donc de la surface de recouvrement des ordres de diffraction.
9.2.2 Intensités relatives
Concernant les rendements des différents ordres de diffraction d’une harmonique donnée,
nous pouvons noter que :
— toutes les expériences et simulations numériques, que ce soit à Saclay, à Nova Gorica
[Article 1] ou encore à Ottawa [Kong et al. 2017], font état d’une génération de somme
de fréquences qui domine par rapport à la différence de fréquences
— comme dans le chapitre 7, le régime perturbatif est remis en cause par la figure 9.16 sur
laquelle nous observons un ordre 2 plus intense que l’ordre 0 pour les intensités élevées
du faisceau de perturbation.
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Figure 9.16 – Génération `1 = 1 et perturbation `2 = −2 pour des énergies de perturbation
croissantes de gauche à droite.
Réseau actif Nous pouvons expliquer ces remarques en adaptant notre théorie du réseau actif
développée dans le chapitre 8 au cas de faisceaux de Laguerre-Gauss. Le détail des calculs est
fourni dans l’annexe D. D’une manière générale, nous obtenons pour le vecteur d’onde local :
~ks = ~k1 +
α
(
α+ cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
))
1 + α2 + 2α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
) (−→∆k + ∆`
r
~eφ
)
(9.18)
Il convient à ce stade de comparer les ordres de grandeur de ∆k et ∆`/r : leurs inverses sont
respectivement inférieur au micron et de l’ordre de quelque dizaines de microns. Le premier est
donc prépondérant par rapport au second. Nous devinons donc que la position des ordres de
diffraction en champ lointain sera dictée par le terme selon
−→
∆k de façon complètement identique
au cas gaussien, tandis que le terme en ∆` induira une petite modulation locale du front d’onde,
responsable du profil annulaire de chaque ordre de diffraction. Nous identifions ainsi deux contri-
butions bien distinctes du réseau actif : une partie "gaussienne" qui donne la direction moyenne
d’émission des ordres de diffraction, et une partie "Laguerre-gaussienne" qui gouverne le profil
spatial (d’intensité et de phase) des ordres de diffraction.
Ceci permet d’expliquer les efficacités de diffraction observées sur la figure 9.16 : le compor-
tement est qualitativement le même qu’avec des faisceaux gaussiens. D’un point de vue un peu
plus quantitatif, à énergies de génération et de perturbation égales, nous obtenons des ordres
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diffractés moins élevés avec des faisceaux de Laguerre-Gauss qu’avec des faisceaux gaussiens, cer-
tainement à cause de la dépendance en 1/
√
` de l’intensité crête des modes de Laguerre-Gauss
(diminuant l’éclairement au foyer).
Modèle multiphotonique Il est intéressant de noter que le modèle multiphotonique per-
met lui aussi d’établir cette séparation des contributions "gaussienne" et "Laguerre-gaussienne",
renforçant notre propos.
Partons de la conservation du moment linéaire. Dans le cas de faisceaux gaussiens, elle est
donnée par l’équation (6.14) que nous rappelons ici :
~kq = n1~k1 + n2~k2 où ~k1 =
 00
k1
 , ~k2 =
 k2 sin θ0
k2 cos θ
 et ~kq =
 kq sin θq0
kq cos θq
 (9.19)
L’angle d’émission harmonique (pour un ordre de diffraction donné) peut donc s’écrire dans le
cadre de l’approximation paraxiale :
tan θq =
n2k2 sin θ
n1k1 + n2k2 cos θ
⇒ θq ' n2k2θ
n1k1 + n2k2
(9.20)
Si les faisceaux portent du moment angulaire orbital, leurs fronts d’onde sont hélicoïdaux.
Notons (r, φ) les coordonnées polaires décrivant la position dans le faisceau. Les vecteurs d’onde
deviennent alors :
~K1 =

`1
r cosφ
`1
r sinφ
k1 + 12k1
`21
r2
 et ~K2 =
 k2θ +
`2
r cosφ
`2
r sinφ
k2 + 12k2
`22
r2 − `2θr cosφ
 (9.21)
et les angles d’inclinaison des fronts d’onde (par rapport à ~k1 et ~k2) valent :
α1 =
λ1`1
2pir et α2 =
λ2`2
2pir (9.22)
D’après la conservation du moment linéaire, nous avons :
~Kq =
 n1
`1
r cosφ+ n2k2θ + n2
`2
r cosφ
n1
`1
r sinφ+ n2
`2
r sinφ
n1k1 + n1 12k1
`21
r2 + n2k2 + n2
1
2k2
`22
r2 − n2 `2θr cosφ
 (9.23)
L’angle d’inclinaison du front d’onde est le même quel que soit l’azimut φ (il n’est juste pas
contenu dans le même plan). Nous pouvons donc nous placer en φ = 0 pour simplifier le calcul :
~Kq =
 n2k2θ +
`q
r
0
n1k1 + n12k1
`21
r2 + n2k2 +
n2
2k2
`22
r2 − n2`2θr
 (9.24)
Dans la première ligne, nous avons utilisé la loi de conservation du moment angulaire orbital
(9.1) démontrée dans la section précédente.
La direction du vecteur d’onde harmonique est ainsi donnée par :
arctan
(
~Kq · ~ex
~Kq · ~ez
)
' n2k2θ +
`q
r
n1k1 + n2k2 + n12k1
`21
r2 +
n2
2k2
`22
r2 − n2`2θr
(9.25)
' n2k2θ
n1k1 + n2k2
+ 1
r
`q
n1k1 + n2k2
(9.26)
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Nous identifions d’ores et déjà le premier terme de l’équation (9.26) : il s’agit de l’angle
d’émission harmonique θq. Quant au deuxième terme, en remarquant que n1k1 + n2k2 = kq =
2pi/λq, nous reconnaissons l’angle d’inclinaison αq du front d’onde harmonique (par rapport à
la direction d’émission). Autrement dit :
arctan
(
~Kq · ~ex
~Kq · ~ez
)
= θq + αq (9.27)
Le front d’onde est bien conservé dans nos expériences à deux faisceaux de Laguerre-Gauss et
la direction d’émission est totalement découplée de l’inclinaison du front d’onde en spirale due
au moment angulaire orbital. Nous pouvons par conséquent tirer les mêmes conclusions que
précédemment : les rendements harmoniques sont régis par la partie "gaussienne" et le profil des
faisceaux par la conservation du front d’onde.
9.3 Conclusion
Concernant la génération d’harmoniques à partir de deux faisceaux de Laguerre-Gauss, nous
pouvons tirer des conclusions similaires à celles de la partie III avec des faisceaux gaussiens.
D’un point de vue structural, le modèle multiphotonique est satisfaisant, mais en termes de
rendements harmoniques, le recours au réseau actif s’avère indispensable.
Nous avons montré dans ce chapitre que les deux théories s’accordent sur la conservation du
front d’onde, équivalente à celle du moment angulaire orbital qui s’écrit : `q = n1`1 + n2`2.
Nous verrons dans le chapitre suivant si ces résultats s’appliquent également au cas du
moment angulaire de spin.
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Le moment angulaire de spin dans la
génération d’harmoniques à deux
faisceaux : mélange de polarisations
linéaires et circulaires
Comme nous l’avons vu dans le chapitre 5, la génération d’harmoniques polarisées circu-
lairement est impossible à partir d’un seul faisceau. Néanmoins, de récents travaux [Fleischer
et al. 2014, Kfir et al. 2015, Hickstein et al. 2015, Kfir et al. 2016] ont montré que la production
de faisceaux XUV ultra-brefs polarisés circulairement n’était pas réservée aux grandes instal-
lations comme les synchrotrons ou les lasers à électrons libres. Ces travaux ont prouvé qu’il
était possible d’introduire une règle de conservation du moment angulaire spin dans le modèle
multiphotonique décrivant la génération à deux faisceaux.
Dans toutes ces expériences, les deux faisceaux sont de même intensité, l’un de polarisation
circulaire gauche et l’autre circulaire droite. La loi de conservation du spin s’écrit :
σq = n1σ1 + n2σ2 (10.1)
où σ1 = ±1 et σ2 = ∓1 sont les spins des deux faisceaux pilotes. Pour des raisons de conservation
de la parité et de valeurs permises du spin d’un photon, on a nécessairement n2 = n1 ± 1.
La grande majorité des travaux combine un faisceau fondamental avec sa seconde harmonique
dans une géométrie colinéaire, en mettant en œuvre soit un interféromètre de type Mach-Zehnder
[Fleischer et al. 2014, Kfir et al. 2015], soit la technique du "MAZEL-TOV" [Kfir et al. 2016].
Dans ces expériences à deux couleurs, les harmoniques q = 3n + 1 sont générées avec une
certaine polarisation circulaire et les harmoniques q = 3n−1 avec l’autre polarisation circulaire,
tandis que les harmoniques q = 3n sont interdites (voir la figure 10.1). Très récemment, [Dorney
et al. 2017] ont même démontré la possibilité de favoriser l’une ou l’autre des deux polarisations
circulaires en jouant sur le rapport d’intensité des deux faisceaux.
H10
H11
Figure 10.1 – Illustration de la loi de conservation du moment angulaire de spin dans le cas
à deux couleurs. Les harmoniques 10 et 11 ont des polarisations circulaires de sens opposé et
l’harmonique 12 est interdite.
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Une expérience à une couleur a également été réalisée par [Hickstein et al. 2015]. Dans ce
cas, toutes les harmoniques impaires sont permises et chacune d’entre elles est générée avec les
deux polarisations circulaires gauche et droite. Pour séparer spatialement ces deux polarisations,
une configuration non-colinéaire est employée (voir la figure 10.2).
Figure 10.2 – Illustration de la loi de conservation du moment angulaire de spin dans le cas à
une couleur pour l’harmonique 11.
Il est intéressant de noter à ce stade qu’aucune expérience avec un faisceau intense polarisé
linéairement (σ1 = 0) et un faisceau perturbatif polarisé circulairement (σ2 = ±1) n’a été
rapportée. Au cours de cette thèse, nous avons souhaité tester cette variante, qui s’inscrit toujours
dans le cadre de nos expériences de génération d’harmoniques à deux faisceaux non-colinéaires
et de même fréquence. Plutôt que d’insérer des lames de phase en spirale dans chacun des
bras de notre interféromètre, nous pouvons utiliser des lames demi-ondes et quart d’ondes pour
contrôler la polarisation de chaque faisceau. Si nous nous basons sur le modèle multiphotonique
(nous avons vu dans le chapitre précédent qu’il était fiable jusqu’à un certain point concernant
le moment angulaire orbital), en gardant le faisceau de génération polarisé linéairement et en
donnant une polarisation circulaire au faisceau de perturbation, d’après la loi de conservation du
moment angulaire de spin précédemment établie, nous ne pourrions absorber ou émettre qu’un
seul photon perturbatif et pour chaque harmonique (impaire), seuls les ordres de diffraction +1
et −1 seraient générés.
Comme nous allons le voir dans ce chapitre, ce n’est absolument pas ce que nous avons observé
lors de nos expériences. C’est d’ailleurs l’une des raisons principales pour lesquelles nous avons
remis en question le modèle perturbatif et donc développé notre théorie du réseau actif. Dans
une première série d’expériences, nous avons d’abord modulé l’état de polarisation du champ
de perturbation et observé l’impact sur les rendements harmoniques. Le dispositif expérimental
ainsi que les résultats obtenus sont présentés dans la section 10.1. Ensuite, nous avons réalisé
des mesures de polarimétrie optique afin de vérifier l’état de polarisation des harmoniques. Nous
décrirons ces expériences dans la section 10.2. Enfin, dans la section 10.3, nous proposerons une
interprétation de ces résultats fondée sur l’étude de l’état de polarisation au foyer de génération.
10.1 Modulation de la polarisation du faisceau perturbatif
Le montage expérimental est le même que celui représenté sur la figure 7.1. Nous n’apportons
aucune modification au bras de génération de l’interféromètre. Quant au bras de perturbation,
nous lui ajoutons une lame quart d’onde suivie d’une lame demi-onde, juste avant la lentille,
afin de pouvoir modifier à volonté l’état de polarisation du faisceau.
10.1.1 Influence de l’ellipticité de la perturbation
Dans ce qui suit, nous considérerons toujours que la polarisation du faisceau de génération
est linéaire verticale. Lorsque la perturbation est dans le même état de polarisation, nous obser-
vons une multitude d’ordres diffractés pour chaque harmonique, comme nous l’avons vu dans
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le chapitre 7. Si nous appliquons la règle de conservation du moment angulaire de spin dictée
par le modèle multiphotonique, alors en passant à une polarisation circulaire pour le faisceau
perturbatif nous devrions éteindre tous les ordres de diffraction dont la valeur absolue est su-
périeure à 1. Nous allons donc nous intéresser à l’évolution du rendement de chaque ordre de
diffraction lorsque nous balayons l’ellipticité de la polarisation du faisceau de perturbation.
La lame quart d’onde transforme le champ électrique incident, de polarisation rectiligne ver-
ticale, en une onde polarisée elliptiquement. Le grand axe de l’ellipse de polarisation est alors
orienté selon l’un des axes neutres de la lame (celui qui forme l’angle le plus petit avec la verti-
cale). Puis, la lame demi-onde nous sert à redresser l’ellipse afin que son grand axe soit vertical.
Ainsi, nous pouvons balayer l’ellipticité du faisceau de perturbation tout en gardant le grand
axe de l’ellipse vertical. Nous prenons cette précaution car les optiques de notre spectromètre
sont partiellement polarisantes (en effet, le réseau en or particulièrement ne réfléchit pas de la
même manière les polarisations s et p). La figure 10.3 illustre l’évolution de l’état de polarisation
à la traversée de chaque lame biréfringente.
Figure 10.3 – Dispositif expérimental permettant de contrôler l’état de polarisation du faisceau
de perturbation. En noir : les axes du repère (x, y, z). En bleu : les lames biréfringentes et leurs
lignes neutres. En rouge : les états de polarisation du laser. La lumière se propage dans le sens
des z croissants.
Dans la pratique, nous veillons à placer les éléments polarisants après le dernier miroir pour
éviter une modification de la polarisation par réflexion. Initialement, nous orientons les deux
lames pour que l’une de leurs lignes neutres soit verticale. Il en résulte un faisceau polarisé
linéairement dans la direction verticale. Nous enregistrons l’image produite sur les MCP. Puis,
nous tournons la lame quart d’onde d’un angle θ et la lame demi-onde de θ/2 dans le même sens.
L’ellipse de polarisation est ainsi tournée de −2θ/2 et se retrouve donc verticale. L’ellipticité vaut
alors tan θ (pour θ compris entre 0 et 45°). Nous enregistrons à nouveau le signal harmonique
sur les MCP, et ainsi de suite. Nous effectuons de cette manière un tour complet de la lame
quart d’onde.
Nous devons faire attention à l’angle dont nous tournons la lame demi-onde : en effet, à 45°,
135°, 225°et 315°, nous devons effectuer un saut de 45°, car après la lame quart d’onde, le grand
axe de l’ellipse de polarisation bascule d’un axe neutre à l’autre (voir la figure 10.4). Le tableau
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10.1 résume la façon dont nous devons tourner les deux lames lors de nos expériences.
Angle de la lame λ/4 Angle de la lame λ/2
0° < θ < 45° 0° < θ/2 < 22.5°
45° < θ < 135° 67.5° < θ/2 + 45° < 112.5°
135° < θ < 225° 157.5° < θ/2 + 90° < 202.5°
225° < θ < 315° 247.5° < θ/2 + 135° < 292.5°
315° < θ < 360° 337.5° < θ/2 + 180° < 360°
Table 10.1 – Tableau récapitulatif des angles dont il faut tourner les lames quart d’onde et
demi-onde pour faire varier l’ellipticité du faisceau de perturbation tout en gardant le grand axe
de l’ellipse vertical.
Figure 10.4 – Orientation des lames biréfringentes et états de polarisation du champ électrique.
Pour −45° < θ < 45° (où θ est l’angle dont nous tournons la lame quart d’onde), nous devons
tourner la lame demi-onde θ/2 (figure de gauche). Pour 45° < θ < 135° (figure de droite), il faut
faire un saut de 45° avec la demi-onde (nous la tournons donc de θ/2 + 45°).
Pour l’ensemble des spectres harmoniques enregistrés, nous isolons chaque ordre de diffraction
et traçons l’évolution de son intensité en fonction de l’orientation de la lame quart d’onde sur
la figure 10.5. La tendance qui se dégage de ces courbes est la suivante :
— lorsque la polarisation du faisceau de perturbation est linéaire, les ordres 2 et 3 présentent
des maxima d’intensité, tandis que les ordres 0 et ±1 montrent des minima
— lorsque la polarisation du faisceau de perturbation est circulaire, l’inverse se produit.
Nous constatons également une légère dissymétrie de la lame quart d’onde : les extrema locaux
ne sont pas tout à fait identiques d’un quadrant à l’autre de la lame. C’est pour cette raison que
nous lui avons fait faire un tour complet. Ainsi, nous pouvons moyenner les quatre périodes pour
obtenir la figure 10.6, qui est graduée en ellipticité de la perturbation et non plus en orientation
de la lame quart d’onde (nous ne tenons pas compte du sens de parcours de l’ellipse).
Ces résultats semblent valider les prédictions du modèle multiphotonique. Les ordres ±1
seraient-ils donc polarisés circulairement lorsque les ordres supérieurs sont éteints ? Nous répon-
drons à cette question dans la section 10.2.
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Figure 10.5 – Évolution de l’intensité de chaque ordre de diffraction en fonction de l’orientation
de la lame quart d’onde, pour les harmoniques 9, 11, 13 et 15. L’énergie de perturbation vaut
250 µJ.
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Figure 10.6 – Évolution de l’intensité de chaque ordre de diffraction en fonction de l’ellipticité du
faisceau de perturbation, pour les harmoniques 9, 11, 13 et 15. Nous ne tenons pas compte ici du
signe de l’ellipticité, et réalisons une moyenne des données de chaque quadrant de la lame quart
d’onde, superposant ainsi les polarisations elliptiques gauches aux elliptiques droites. L’énergie
de perturbation vaut 250 µJ.
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Mais avant de nous lancer dans les mesures de polarimétrie optique, testons un peu plus
notre expérience en augmentant l’énergie de perturbation, de façon à avoir davantage d’ordres
diffractés. Les résultats sont consignés sur la figure 10.7. Les ordres 3 et 4 de diffraction présentent
bien le comportement attendu, mais nous ne pouvons en dire autant de l’ordre 2 : d’après la
conservation du moment angulaire de spin, il devrait s’éteindre lorsque la perturbation est
polarisée circulairement, or il est maximal à ce moment, tout comme les ordres 0 et ±1.
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Figure 10.7 – Mêmes représentations que les figures 10.5 et 10.6 mais pour une énergie de
perturbation de 510 µJ.
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Ne verrions-nous donc ici qu’un effet d’intensité de la génération d’harmoniques ? Nous de-
vons envisager cette hypothèse car il se pourrait effectivement que le processus de génération
d’harmoniques soit tout simplement moins efficace lorsque la polarisation devient elliptique...
Et qu’en est-il du transfert de moment angulaire de spin ?
10.1.2 Polarisation circulaire : effet de l’énergie de perturbation
Nous réglons à présent la lame quart d’onde de sorte que la polarisation du faisceau de pertur-
bation soit circulaire, puis nous enregistrons les spectres harmoniques obtenus pour différentes
énergies de perturbation. Les résultats sont présentés sur la figure 10.8.
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Figure 10.8 – Spectres enregistrés pour des énergies de perturbation croissantes de gauche à
droite. La génération est polarisée linéairement et la perturbation circulairement.
Comme nous l’avons vu dans le chapitre 7, nous générons ainsi des ordres de diffraction
de plus en plus élevés à mesure que l’énergie augmente. Néanmoins nous n’atteignons pas des
ordres aussi grands que lorsque le faisceau est polarisé linéairement. Sauf que les ordres 2 et 3
ne devraient pas exister d’après la loi de conservation du moment angulaire de spin. Le modèle
multiphotonique est ainsi fortement remis en cause par cette expérience. Nous en revenons donc
encore une fois au fait que la génération d’harmoniques d’ordre élevé est un phénomène de
champ fort et qu’il faut par conséquent étudier la structure du champ électrique au foyer pour
expliquer les résultats observés.
10.1.3 Polarisation linéaire de la perturbation : influence de la direction de
polarisation
Intéressons-nous alors à l’état de polarisation du champ électrique résultant de la superposi-
tion des deux faisceaux au foyer de génération. Nous avons rappelé dans le chapitre 1 qu’un état
de polarisation circulaire peut se décomposer comme la somme de deux polarisations linéaires,
l’une verticale et l’autre horizontale, déphasées l’une par rapport à l’autre de ±pi/2 selon le
sens de rotation. De ce point de vue, en augmentant l’énergie de perturbation (expérience pré-
cédente), nous augmentons le poids de la composante horizontale par rapport à la verticale.
Nous avons donc ôté la lame quart d’onde du faisceau de perturbation afin d’étudier les rende-
ments harmoniques en fonction de la direction de la polarisation linéaire de la perturbation (la
génération restant toujours verticale). Les résultats sont présentés sur les figures 10.9 et 10.10.
Nous observons que de nombreux ordres de diffraction sont présents lorsque la polarisation
de la perturbation est verticale, tandis que seul (ou presque) l’ordre 0 subsiste lorsque la polari-
sation est horizontale. Nous attribuons cela au contraste de la figure d’interférence entre les deux
faisceaux infrarouges au foyer : s’ils ont la même polarisation (i.e. verticale), le contraste d’in-
tensité est maximal, alors que si les polarisations sont orthogonales entre elles, les deux faisceaux
n’interfèrent plus. Dans le premier cas, la profondeur de modulation du réseau actif d’amplitude
est maximale et c’est dans cette configuration que nous obtenons les ordres de diffraction les plus
élevés. Dans le second cas, il n’y a pas de réseau d’amplitude donc pas d’ordres diffractés pour
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Figure 10.9 – Intensité de chaque ordre de diffraction en fonction de l’orientation de la lame
demi-onde du faisceau de perturbation, pour les harmoniques 9, 11, 13 et 15. L’énergie de généra-
tion vaut 3.6 mJ et celle de perturbation 370 µJ. La polarisation de la perturbation est verticale
(respectivement horizontale) pour un angle de la demi-onde d’environ 7° (respectivement 52°).
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Figure 10.10 – Évolution de l’intensité de chaque ordre de diffraction en fonction de la direction
de polarisation de la perturbation (par rapport à la verticale), pour les harmoniques 9, 11, 13
et 15. Les données de chaque quadrant de la lame demi-onde sont moyennées.
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cette raison. Cependant, à la manière de [Hickstein et al. 2015], nous devons aussi considérer
l’existence d’un réseau de polarisation : au foyer, le délai entre les deux faisceaux pilotes n’est
pas homogène, et comme la somme de deux polarisations linéaires orthogonales résulte en une
polarisation elliptique dont l’ellipticité dépend du retard entre les deux composantes, l’état de
polarisation est différent selon la position dans le foyer. Pour nous en convaincre, écrivons le
champ électrique infrarouge au foyer :
~Es = E1
[
ei(ωt−~k1·~r)
(
1
0
)
+ E2
E1
ei(ωt−~k2·~r)
(
cos θ
sin θ
)]
(10.2)
= E1e
i
(
ωt−~k1+~k22 ·~r
)  e−i~k1−~k22 ·~r + E2E1 cos θ ei~k1−~k22 ·~r
E2
E1
sin θ ei
~k1−~k2
2 ·~r
 (10.3)
où θ est l’angle entre la polarisation de perturbation et la polarisation de génération.
Lorsque θ = 0, les deux polarisations sont verticales : nous sommes dans le cas du réseau
actif décrit dans le chapitre 8 et observons une multitude d’ordres de diffraction.
Dimension transverse
Figure 10.11 – Réseau de polarisation
au foyer de génération lorsque les deux
faisceaux ont la même intensité et des
polarisations linéaires orthogonales.
Quand θ = pi/2, les deux polarisations infrarouges
sont orthogonales et le champ électrique total s’écrit
alors :
~Es = E1e
i
(
ωt−~k1+~k22 ·~r
)  ei−→∆k·~r2
E2
E1
e−i
−→
∆k·~r
2

avec
−→
∆k = ~k2 − ~k1
(10.4)
Nous avons donc un déphasage de
−→
∆k · ~r entre les deux
composantes et leur amplitude relative vaut E2E1 . Ainsi,
l’ellipticité de la polarisation dépend de la position dans
le foyer. En particulier, si nous mettons la même éner-
gie dans les deux faisceaux, les relations (1.9) et (1.10)
donnent simplement une ellipse d’azimut ψ = 45° et
d’ellipticité  = tanχ = tan
−→
∆k·~r
2 . Le réseau de polarisa-
tion obtenu dans ce cas est illustré sur la figure 10.11.
Nous avons vu avec la figure 5.10 que l’amplitude du
dipôle harmonique (et donc l’efficacité de génération)
diminue lorsque l’ellipticité infrarouge augmente. Nous
avons alors un réseau d’amplitude dans l’extrême ul-
traviolet, de forme symétrique (contrairement au ré-
seau échelette). La diffraction a donc principalement
lieu dans l’ordre 0. Si les deux champs n’ont pas la même
intensité, nous observons en plus une rotation de l’axe
principal de l’ellipse, ce qui ne change pas la conclusion.
Finalement, pour des valeurs de θ intermédiaires, nous observons une disparition progressive
du réseau de phase échelette et l’apparition de plus en plus marquée de ce réseau de polarisation.
10.2 Mesures de polarimétrie optique
D’après les résultats précédents, il y a peu de chances que les harmoniques arborent une
polarisation circulaire dans les ordres ±1 de diffraction, comme prédit par le modèle multipho-
tonique. En conséquence, nous ne savons que dire de l’état de polarisation des autres ordres
de diffraction. C’est pourquoi nous avons modifié notre spectromètre afin de pouvoir mesurer
l’état de polarisation des harmoniques par la méthode de "polarimétrie optique" basée sur la
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loi de Malus et développée dans la thèse de [Gruson 2015]. Nous emploierons pour ce faire le
formalisme de Stokes-Mueller et nous présenterons le principe de cette technique ainsi que les
résultats de nos mesures.
10.2.1 Paramètres de Stokes
Les paramètres de Stokes permettent de caractériser complètement l’état de polarisation
d’une onde lumineuse et ont une signification physique en termes d’intensités. Le premier, S0,
représente l’intensité totale de l’onde. Quant à S1, S2 et S3, ils correspondent à des différences
d’intensités, respectivement sur la base des états rectilignes horizontal et vertical, celle des états
rectilignes à ±45°et celle des états circulaires gauche et droit. Nous comprenons alors que c’est
le dernier paramètre, S3, qui contient l’information sur l’ellipticité de la polarisation.
Figure 10.12 – Ellipse de polarisation.
La figure 10.12 représente un état elliptique quelconque de polarisation. Nous notons Emaj
et Emin les amplitudes du champ électrique selon les composantes majeure (ou grand axe) et
mineure (ou petit axe) de l’ellipse respectivement. L’angle ψ donne l’orientation (ou azimut) de
l’ellipse, tandis que l’angle χ est relié à l’ellipticité.
Dans le cas d’un rayonnement totalement polarisé (S20 = S21 + S22 + S23), les paramètres de
Stokes (non normalisés) peuvent être exprimés en fonction des paramètres de l’ellipse :
−→
S =

S0
S1
S2
S3
 =

Imaj + Imin
(Imaj − Imin) cos 2ψ
(Imaj − Imin) sin 2ψ
(Imaj + Imin) sin 2χ
 (10.5)
avec Imaj = E2maj et Imin = E2min les intensités selon les axes majeur et mineur de l’ellipse
respectivement.
Inversement, nous pouvons donner l’azimut ψ et l’ellipticité  en fonction des paramètres de
Stokes :
ψ = 12 arctan
S2
S1
 = tanχ = tan
(1
2 arcsin S˜3
) (10.6)
où S˜3 = S3/S0 est le dernier paramètre de Stokes normalisé.
10.2.2 Description du polarimètre
Afin de mesurer expérimentalement les paramètres de Stokes, nous devons disposer d’un
polariseur linéaire dans le domaine XUV. Dans cette gamme spectrale, la forte absorption des
optiques en transmission nous oblige à travailler exclusivement avec des optiques en réflexion.
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Comme dans la thèse de [Gruson 2015], nous utilisons comme dispositif polarisant deux réflexions
à (environ) 45° sur un miroir en or. À cet angle d’incidence, le rapport des coefficients de
réflexion (en intensité) des composantes p et s de polarisation (états de polarisation linéaires
respectivement compris dans le plan d’incidence et perpendiculaire à celui-ci), également appelé
coefficient d’extinction, passe par un minimum (voir la figure 2.7 de [Gruson 2015]. Pour des
raisons d’optimisation de l’espace dans l’enceinte à vide de notre spectromètre, nous préférons
réaliser ces deux réflexions sur un seul miroir en or de trois pouces de diamètre. La maîtrise
du logiciel de simulation Zemax par Olivier Gobert a été une aide précieuse au moment de
la conception du spectromètre. La configuration que nous avons retenue est représentée sur la
figure 10.13.
Figure 10.13 – Schéma du polariseur XUV. MP : miroir plan en or. MS : miroir sphérique en
B4C (R = 600 mm). G : réseau en or (700 traits/mm). MCP : galettes de micro-canaux suivies
d’un écran de phosphore.
Sur ce schéma, la lumière se propage à partir du foyer de génération en bas à gauche,
jusqu’aux galettes de micro-canaux en haut à droite. Comme dans toutes les expériences réalisées
au cours de cette thèse, nous disposons d’une motorisation sous-vide nous permettant de modifier
l’angle d’incidence sur le réseau en or et ainsi sélectionner les harmoniques que nous souhaitons
observer. Dans cette configuration, les foyers (harmoniques et infrarouge) se retrouvent très
proches du grand miroir plan, c’est pourquoi nous avons choisi un miroir sphérique en B4C de
focale un peu plus longue (nous sommes passé d’un rayon de courbure de 500 mm à un rayon
de 600 mm) et nous avons pris soin de relever la position du réseau au-delà laquelle le faisceau
infrarouge diffracté risque d’endommager le miroir plan.
Nous disposons ainsi d’un analyseur de polarisation linéaire qui est fixe 1. Afin de réaliser des
lois de Malus, nous devons en outre faire tourner la direction de polarisation des harmoniques.
Pour ce faire, il suffit d’insérer une lame demi-onde (motorisée en rotation) juste après le miroir de
recombinaison de l’interféromètre. En effet, les harmoniques sont générées avec une polarisation
dans la même direction que l’infrarouge.
Nous utilisons le formalisme des matrices de Mueller pour établir l’intensité totale transmise
par notre polariseur XUV. Considérons l’état de polarisation le plus général en entrée du système,
défini par le vecteur de Stokes :
−→
S in =

S0
S1
S2
S3
 (10.7)
Nous pouvons décomposer notre dispositif en deux parties : une lame demi-onde (orientée
d’un angle θλ/2) suivie d’un ensemble de miroirs partiellement polarisants (incluant les deux
1. Notons que le réseau de diffraction est également en or et contribue donc lui aussi à améliorer le coefficient
d’extinction de notre polariseur XUV. Néanmoins, sa contribution est moins importante que celle du miroir car
il ne travaille pas à 45˚.
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miroirs en or et le réseau de diffraction, que nous supposons correctement alignés dans des plans
verticaux).
L’état de polarisation en sortie du système global s’écrit :
−→
S out = MpolMλ/2
−→
S in (10.8)
= 12

Rs +Rp Rp −Rs 0 0
Rp −Rs Rs +Rp 0 0
0 0 2
√
RsRp 0
0 0 0 2
√
RsRp
× (10.9)

1 0 0 0
0 cos 4θλ/2 sin 4θλ/2 0
0 sin 4θλ/2 − cos 4θλ/2 0
0 0 0 1


S0
S1
S2
S3
 (10.10)
= 12

Rs +Rp Rp −Rs 0 0
Rp −Rs Rs +Rp 0 0
0 0 2
√
RsRp 0
0 0 0 2
√
RsRp


S0
S1 cos 4θλ/2 + S2 sin 4θλ/2
S1 sin 4θλ/2 − S2 cos 4θλ/2
−S3

(10.11)
=

Rs +Rp
2 S0 +
Rp −Rs
2 S1 cos 4θλ/2 +
Rp −Rs
2 S2 sin 4θλ/2
...
...
...
 (10.12)
L’intensité totale transmise par le polariseur XUV nous est donnée par le premier paramètre
de Stokes, soit :
I(θλ/2) =
Rs +Rp
2 S0 +
Rp −Rs
2 S1 cos 4θλ/2 +
Rp −Rs
2 S2 sin 4θλ/2 (10.13)
= Rs +Rp2 S0 +
Rp −Rs
2
√
S21 + S22 cos
(
4θλ/2 − arctan
S2
S1
)
(10.14)
= (Rs +Rp)(Imaj + Imin)2 +
(Rp −Rs)(Imaj − Imin)
2 cos
(
4θλ/2 − 2ψ
)
(10.15)
où Imaj et Imin sont respectivement les intensités des composantes majeure et mineure de l’ellipse
de polarisation (autrement dit les intensités selon le grand axe et le petit de l’ellipse respective-
ment).
10.2.3 Calibration du polarimètre
Avant de pouvoir réaliser des mesures de polarimétrie avec notre dispositif, nous devons
calibrer les constantes Rp et Rs du polariseur XUV. Pour ce faire, nous enregistrons loi de
Malus dans le cas où la polarisation des deux faisceaux infrarouges est linéaire verticale. Nous
avons ainsi Imin = 0 et l’équation (10.15) devient donc :
I(θλ/2) =
(Rs +Rp)Imaj
2 +
(Rp −Rs)Imaj
2 cos
(
4θλ/2 − 2ψ
)
(10.16)
Nous ajustons alors les données expérimentales par la fonction suivante :
I(θλ/2) = Aref +Bref cos
(
4θλ/2 − 2ψ
)
(10.17)
avec Aref , Bref et ψ comme variables d’ajustement.
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Ceci nous permet de trouver le paramètre Γref qui rend compte des réflectivités des optiques :
Γref =
Bref
Aref
= Rp −Rs
Rs +Rp
(10.18)
Dans notre expérience de génération d’harmoniques à deux faisceaux, nous calculerons les
Γref pour chaque ordre de diffraction. En effet, les réflectivités dépendant fortement de l’état de
surface des optiques, les Γref peuvent varier d’un ordre de diffraction à un autre.
10.2.4 Extraction des paramètres de l’ellipse
Après la lame demi-onde, la polarisation a tourné de θ = 2θλ/2. Nous pouvons réécrire
l’intensité transmise par le polariseur de la manière suivante :
I(θ) = A+B cos (2θ − 2ψ) (10.19)
avec A = (Rs +Rp)(Imaj + Imin)2 et B =
(Rp −Rs)(Imaj − Imin)
2 . Un ajustement des lois de
Malus obtenues expérimentalement par la fonction donnée par l’équation (10.19) nous donne
directement l’orientation ψ du grand axe de l’ellipse de polarisation harmonique. L’ellipticité
s’exprime quant à elle en fonction des paramètres d’ajustement A et B ainsi que de la constante
de calibration Γref .
Si l’on suppose que le rayonnement est totalement polarisé, les paramètres de Stokes non
normalisés après réflexion sur le polariseur sont :
−→
T =

T0
T1
T2
T app3
 =

I0° + I90°
I0° − I90°
I45° − I−45°√
T 20 − T 21 − T 22
 =

2A
2B cos 2ψ
2B sin 2ψ√
T 20 − T 21 − T 22
 (10.20)
=

(Rs +Rp)(Imaj + Imin)
(Rp −Rs)(Imaj − Imin) cos 2ψ
(Rp −Rs)(Imaj − Imin) sin 2ψ√
T 20 − T 21 − T 22
 (10.21)
Nous utilisons généralement les paramètres de Stokes normalisés :
−→˜
T =

1
T1
T0
T2
T0√
1− T˜ 21 − T˜ 22

(10.22)
Les "vrais" paramètres de Stokes normalisés (i.e. sans l’influence de l’imperfection des pola-
riseurs) sont en fait donnés par
−→˜
S =
−→˜
T /Γref et s’écrivent :
−→˜
S =

1
S˜1
S˜2
S˜app3
 =

1
Imaj − Imin
Imaj + Imin
cos 2ψ
Imaj − Imin
Imaj + Imin
sin 2ψ√
1− S˜21 − S˜22

=

1
B
AΓref
cos 2ψ
B
AΓref
sin 2ψ√√√√1− ( B
AΓref
)2

(10.23)
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Finalement, l’ellipticité apparente (limite haute de l’ellipticité obtenue en supposant que le
rayonnement XUV est totalement polarisé) vaut :
app = tan
(1
2 arcsin S˜
app
3
)
(10.24)
= tan
12 arcsin
√√√√1− ( B
AΓref
)2 (10.25)
10.2.5 Résultats de mesures
Nous réalisons notre expérience de génération d’harmoniques avec un faisceau principal po-
larisé linéairement et un faisceau perturbatif polarisé d’abord linéairement puis circulairement.
Notons que le sens de parcours du cercle (droite ou gauche) ne peut être identifié expérimenta-
lement, les axes rapide et lent de la lame quart d’onde n’étant pas distinguables. Nous tournons
notre lame demi-onde motorisée de 0 à 360° par pas de 1° et enregistrons le spectre harmonique
à chaque étape. En isolant numériquement chaque ordre de diffraction, nous obtenons les lois
de Malus illustrées sur la figure 10.14.
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Figure 10.14 – Exemple de lois de Malus obtenues. Les données expérimentales sont représentées
par des points et les fonctions d’ajustement en traits pleins.
Nous extrayons au préalable les paramètres Γref dans le cas où la polarisation du faisceau de
perturbation est linéaire, pour ensuite pouvoir calculer les ellipticités lorsqu’elle est circulaire.
Les valeurs d’ellipticité obtenues pour chaque ordre de diffraction sont représentées sur les figures
10.15 et 10.16 pour deux énergies de perturbation différentes.
Nous nous sommes d’abord placés dans le cas d’une très faible énergie de perturbation (figure
10.15) afin que les +1 et -1 soient bien intenses. Malgré une incertitude relativement importante
au niveau de la calibration de notre polarimètre (nous trouvons des ellipticités comprises entre 0
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Figure 10.15 – Valeurs d’ellipticité obtenues pour une énergie de perturbation de 150 µJ.
Panneaux (a) et (c) : calibration (polarisation linéaire) réalisée en sommant tous les pixels de
chaque ordre de diffraction (a) ou en extrayant l’amplitude d’un ajustement gaussien pour chaque
ordre de diffraction (c). Trois balayages ont été effectués, le premier est pris comme référence,
le second est tracé en traits pleins et le dernier en pointillés. Panneaux (b) et (d) : résultats
obtenus lorsque la perturbation est polarisée circulairement, en sommant (b) ou en ajustant par
une gaussienne (d) les ordres de diffraction. Les traits pleins représentent un certain sens de
polarisation circulaire et les pointillés l’autre sens.
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Figure 10.16 – Valeurs d’ellipticité obtenues pour une énergie de perturbation de 420 µJ.
Panneaux (a) et (c) : calibration (polarisation linéaire) réalisée en sommant tous les pixels
de chaque ordre de diffraction (a) ou en extrayant l’amplitude d’un ajustement gaussien pour
chaque ordre de diffraction (c). Trois balayages ont été effectués, chaque style de trait représente
l’un d’entre eux avec pour référence la moyenne des deux autres. Panneaux (b) et (d) : résultats
obtenus lorsque la perturbation est polarisée circulairement, en sommant (b) ou en ajustant par
une gaussienne (d) les ordres de diffraction. Les traits pleins représentent un certain sens de
polarisation circulaire et les pointillés l’autre sens.
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et ∼ 0.15 en polarisation linéaire), nous pouvons affirmer que les ordres ±1 ne sont clairement pas
polarisés circulairement comme attendu par le modèle multiphotonique, mais sont soit linéaires
soit très faiblement elliptiques.
Nous avons ensuite augmenté l’énergie de perturbation (figure 10.16) afin de générer des
ordres de perturbation plus élevés et ainsi pouvoir étudier l’évolution de l’ellipticité en fonction
de l’ordre de diffraction. Nous observons une nette augmentation de l’ellipticité avec l’ordre de
diffraction. En outre, pour les ordres les plus élevés, nous obtenons des ellipticités harmoniques
de l’ordre de 0.7, franchement supérieures à l’ellipticité infrarouge (inférieure à 0.25). Quant à
l’ordre 0, il semble polarisé linéairement.
Enfin, nous pouvons extraire de nos lois de Malus l’orientation ψ du grand axe (ou azimut) de
l’ellipse par rapport à la verticale. Les résultats sont présentés sur la figure 10.17. La moyenne
et l’écart-type des valeurs de ψ trouvées par notre fonction d’ajustement dans le cas où la
perturbation est polarisée linéairement nous permettent d’estimer respectivement la position de
la lame demi-onde pour laquelle un de ses axes neutres est vertical ainsi que l’incertitude des
mesures. La figure 10.17 illustre les résultats des mesures réalisées dans le cas où la perturbation
est polarisée circulairement (il s’agit des mêmes données que celles dont nous avons extrait les
valeurs d’ellipticité juste au-dessus). Nous constatons d’une part que la polarisation de l’ordre
0 est linéaire verticale et d’autre part que le grand axe de l’ellipse s’écarte de la verticale à
mesure que l’ordre de diffraction augmente, d’un côté ou de l’autre selon le signe de l’ordre de
diffraction. Notons par ailleurs que la polarisation des harmoniques 9 et 11 tourne dans le sens
opposé de celle des harmoniques 13 et 15. Dans tous les cas, le signe de ψ s’inverse lorsque la
polarisation (circulaire) de la perturbation change de sens. Sur la figure 10.17b, nous observons
un comportement inattendu pour les ordres 0 de l’harmonique 9 et 3 de l’harmonique 11, sans
doute dû à une mauvaise détection de ces ordres par notre programme d’analyse.
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Figure 10.17 – Orientation de l’ellipse de polarisation par rapport à l’axe vertical, pour les
harmoniques 9 à 15 lorsque le faisceau de génération est polarisé linéairement et celui de pertur-
bation circulairement. L’énergie de perturbation vaut (a) 150 µJ et (b) 420 µJ. Les traits pleins
correspondent à un sens de polarisation (gauche ou droit) de la perturbation, les pointillés à
l’autre sens. La bande verte autour de ψ = 0 représente l’incertitude quand à la détermination
de l’azimut, calculée comme l’écart-type de l’ensemble des valeurs estimées dans le cas où la
perturbation est linéaire.
Pour résumer, lorsque nous générons des harmoniques avec un faisceau principal polarisé
linéairement dans la direction verticale et un faisceau perturbatif polarisé circulairement, les
harmoniques présentent une polarisation linéaire verticale dans l’ordre 0, puis leur polarisation
devient de plus en plus elliptique et inclinée par rapport à la verticale à mesure que l’ordre de
diffraction augmente.
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10.3 Interprétation et conclusions
L’adaptation de notre théorie du réseau actif à ces expériences est assez délicate et toujours
en cours. Afin de comprendre les résultats expérimentaux que nous venons de décrire, nous
pouvons néanmoins nous appuyer sur les simulations numériques de Thierry Auguste. Nous
confronterons également notre interprétation aux configurations bi-circulaires rapportées dans
la littérature.
10.3.1 Dépolarisation
Les simulations numériques réalisées par Thierry Auguste pour l’harmonique 15 (en géné-
ration polarisée linéairement et perturbation polarisée circulairement), prenant en compte la
propagation, sont présentées sur les figures 10.18 et 10.19. Nous observons des ellipticités et
azimuts très proches de zéro pour les trois ordres de diffraction. Lors de mesures de polarimétrie
exposées dans la section 10.2, nous avons supposé le rayonnement harmonique totalement pola-
risé. Ainsi, les ellipticités obtenues sont en fait des bornes supérieures des véritables ellipticités :
en effet, avec une loi de Malus, nous ne pouvons pas distinguer une lumière non polarisée d’une
lumière polarisée circulairement. À la différence de nos mesures expérimentales qui donnent donc
des ellipticités apparentes, les simulations produites ici fournissent les ellipticités "vraies". Nous
en concluons que nos valeurs expérimentales correspondent en fait à de la dépolarisation.
(a) (b) (c)
Figure 10.18 – Harmonique 15 simulée en génération linéaire et perturbation circulaire. Le
rapport d’énergie entre les deux faisceaux est de 1/2. (a) Profil d’intensité en champ lointain.
(b) Ellipticité vraie. (c) Orientation de l’ellipse de polarisation.
Nous pouvons trouver des sources de dépolarisation dans la réponse de l’atome unique.
Comme nous l’avons déjà mentionné plus haut, le délai entre les deux faisceaux infrarouges
n’est pas homogène au foyer (d’où la présence de franges d’interférences). Il en résulte des
variations d’intensité et d’ellipticité selon la position dans le foyer. Or, la figure 10.20 montre
que la réponse du dipôle :
— dépend fortement de l’intensité et de l’ellipticité
— est différente selon x et y.
Ceci génère des ellipticités harmoniques différentes selon la position dans le foyer. Au niveau
macroscopique, leur somme en champ lointain peut entrainer une dépolarisation si la phase entre
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Figure 10.19 – Coupes en θy = 0 des deux premières images de la figure 10.18.
les composantes verticale et horizontale varie transversalement, ce qui doit vraisemblablement
être le cas ici.
Figure 10.20 – Amplitude du dipôle dans les dimensions verticale et horizontale en fonction de
l’intensité laser, pour différentes valeurs de l’ellipticité infrarouge. Réponse de l’atome unique
calculée par Thierry Auguste pour l’harmonique 15 générée dans l’argon.
De plus, comme nous l’avons vu dans le chapitre 5 (figure 5.9), la divergence n’est pas la
même dans les deux directions, ce qui va modifier les poids relatifs des deux composantes de
polarisation en champ lointain et donc accentuer le phénomène de dépolarisation.
10.3.2 Commentaire sur les cas bi-circulaires démontrés dans la littérature
Dans le cas de la combinaison colinéaire d’un faisceau fondamental avec sa seconde harmo-
nique, polarisés circulairement en sens contraire, le délai entre les deux faisceaux est homogène
spatialement et donc la polarisation aussi. Ainsi, il n’y a pas d’effet de dépolarisation 2. L’état de
polarisation résultant de la somme des deux faisceaux est représentée sur la figure 10.21. De par
sa forme de trèfle à trois feuilles, il pilote des trajectoires électroniques permettant la génération
efficace d’harmoniques polarisées circulairement [Milošević et al. 2000, Kfir et al. 2015].
2. Très récemment, [Barreau et al. 2018] ont montré que certains paramètres expérimentaux, comme le profil
spatio-temporel des impulsions, le délai entre les deux faisceaux ou encore le taux d’ionisation du milieu de
génération, peuvent engendrer de la dépolarisation s’ils ne sont pas bien contrôlés.
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Figure 10.21 – État de polarisation du champ bi-circulaire à deux couleurs. Figure extraite de
[Kfir et al. 2015].
Dans le cas de la superposition non-colinéaire de deux faisceaux de même fréquence polarisés
circulairement en sens contraire, le délai entre les deux faisceaux n’est pas spatialement homogène
au foyer. Or nous avons vu dans le chapitre 1 que la somme de deux polarisations circulaires
de sens opposé est une polarisation linéaire dont la direction est donnée par le délai entre les
deux composantes circulaires. Ainsi, nous avons dans ce cas un réseau de polarisation linéaire
au foyer, illustré sur la figure 10.22. Cependant, les composantes verticale et horizontale de la
polarisation évoluent respectivement en sinus et cosinus dans la dimension transverse [Hickstein
et al. 2015] et sont donc en quadrature de phase quelle que soit la position dans le foyer, c’est
pourquoi la polarisation des harmoniques ainsi générées est circulaire et il n’y a pas non plus de
dépolarisation.
Transverse position
Wave model:
linear polarization rotates across focal spot
Figure 10.22 – Réseau de polarisation linéaire dans le cas bi-circulaire à une couleur. Figure
extraite de [Hickstein et al. 2015].
10.3.3 Conclusion
La loi de conservation du spin prédite par le modèle multiphotonique s’effondre dans le cas de
la génération d’harmoniques à partir d’un faisceau intense polarisé linéairement et d’un faisceau
perturbatif polarisé circulairement.
Pour prédire l’état de polarisation des harmoniques (ou un phénomène de dépolarisation),
il faut étudier les variations locales de la polarisation au foyer en séparant ses composantes
linéaires verticale et horizontale, et voir comment elles se somment au niveau macroscopique.
L’accord de phase joue alors un rôle primordial.
Dans le chapitre suivant, nous nous intéresserons à la situation analogue pour le moment
angulaire orbital en mélangeant un mode de Laguerre-Gauss ` = ±1 avec un Hermite-Gauss
d’ordre 1.
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Chapitre 11
Analogie entre moments angulaires
de spin et orbital : mélanges de
faisceaux de Laguerre-Gauss et
Hermite-Gauss
Dans le chapitre 9, nous nous sommes intéressé à la génération d’harmoniques à partir de
deux faisceaux de Laguerre-Gauss. Nous avons démontré que la loi de conservation du moment
angulaire orbital qui découle du modèle multiphotonique prédit correctement la charge topolo-
gique des harmoniques ainsi générées.
Des expériences analogues en termes de moment angulaire de spin ont également été réa-
lisées dans la littérature. Elles ont permis de vérifier que la loi de conservation du spin décrit
convenablement la génération d’harmoniques par deux faisceaux polarisés circulairement en sens
contraire.
En revanche, nous avons vu dans le chapitre 10 que le modèle multiphotonique s’effondre
lorsque nous mélangeons une polarisation linéaire avec une polarisation circulaire. Pour expliquer
cette expérience, nous avons dû décomposer la polarisation circulaire en la somme de deux
polarisations linéaires et prendre en compte l’accord de phase.
Ces observations soulèvent la question d’une différence fondamentale entre les deux types de
moments angulaires du photon. Or nous savons d’après le chapitre 1 que nous pouvons effectuer
le même genre de décomposition pour le moment angulaire orbital : le mode de Laguerre-Gauss
(` = ±1, p = 0) peut s’écrire comme la somme des modes d’Hermite-Gauss TEM01 et TEM10
déphasés de ±pi/2 selon le signe de la charge topologique.
Nous nous proposons donc d’étudier dans ce chapitre la génération d’harmoniques à partir
de la superposition d’un faisceau de Laguerre-Gauss avec un faisceau d’Hermite-Gauss. Afin de
nous familiariser avec la génération d’harmoniques à partir de faisceaux d’Hermite-Gauss, nous
commencerons dans la section 11.1 par le cas mixte et plus simple (en termes de front d’onde)
d’un faisceau gaussien avec un mode TEM10. Puis nous verrons le cas du mélange de faisceaux
de Laguerre-Gauss et Hermite-Gauss d’ordres 1 dans la section 11.2.
11.1 Génération d’harmoniques avec des faisceaux d’Hermite-
Gauss
Dans la thèse de [Camper 2014], des harmoniques ont été générées à partir d’un faisceau
d’Hermite-Gauss TEM01. Ces travaux soulignent l’influence de la géométrie de focalisation sur
les profils harmoniques observés en champ lointain : selon que les harmoniques sont générées
en faisceau convergent ou divergent (ce qui correspond à un foyer situé respectivement après
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ou avant le jet de gaz), le recouvrement des fronts d’onde des deux lobes du mode TEM01 est
respectivement plus ou moins favorable aux interférences entre les deux sources. Pour de fortes
défocalisations, le profil harmonique en champ lointain présente deux lobes, plus écartés l’un de
l’autre que dans le mode TEM01, avec quelques franges d’interférences au milieu.
Revenons à la génération d’harmoniques à deux faisceaux. Nous nous pencherons d’abord
sur le cas d’un faisceau de génération gaussien et d’une perturbation TEM10, puis nous nous
intéresserons à la configuration inverse. La figure 11.1 présente l’interférence entre ces deux
faisceaux au foyer. Du fait du saut de phase de pi du mode d’Hermite-Gauss, une frange brillante
d’un côté se trouve en face d’une frange sombre de l’autre. Ainsi, nous avons encore une fois une
figure en forme de fourche.
Figure 11.1 – Figure d’interférences entre faisceaux infrarouges gaussien et TEM10.
11.1.1 Génération gaussienne et perturbation Hermite-Gaussienne
Commençons par laisser le faisceau de génération gaussien et plaçons la lame de phase 0−pi
dans le faisceau de perturbation de sorte à créer un mode TEM10 (i.e. avec les deux lobes le
long de l’horizontale). Nous reculons les lentilles de façon à générer les harmoniques en faisceau
divergent afin de minimiser les interférences entre les deux lobes du mode d’Hermite-Gauss. La
figure 11.2 présente le profil des harmoniques ainsi générées.
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Figure 11.2 – Profil d’intensité de l’harmonique 13 obtenue expérimentalement à partir d’une
génération gaussienne et d’une perturbation TEM10.
L’ordre 0 s’apparente à une gaussienne aplatie dans la direction verticale et les ordres supé-
rieurs sont "de type TEMm0" légèrement inclinés par rapport à l’horizontale. Cette inclinaison
vient simplement d’une orientation imparfaite du masque de phase. Sur la figure 11.3, nous
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avons tourné l’image de manière à ce que les lobes de chaque ordre de diffraction soient bien sur
l’axe horizontal afin de visualiser les coupes des différents ordres le long de cet axe.
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Figure 11.3 – Génération gaussienne et perturbation TEM10. Panneau (a) : spectre sur lequel
nous avons matérialisé les différents ordres de diffraction par des pointillés blancs. Panneau
(b) : coupes de chaque ordre de diffraction. Pour des raisons de lisibilité, nous avons normalisé
et espacé chacune des courbes d’une unité. Les énergies de génération et perturbation valent
respectivement 2.4 mJ et 500 µJ.
Nous observons dans chaque cas un nombre d’annulations d’intensité égal à la valeur absolue
de l’ordre de diffraction. Cependant, pour les ordres 2 et 3, les intensités relatives des lobes ne
sont pas celles des modes TEM20 et TEM30. Les modes d’Hermite-Gauss formant une base
complète, tout faisceau peut s’écrire comme une somme pondérée de ces modes. De plus, nos
ordres de diffraction présentant un profil gaussien dans la dimension verticale, nous pouvons
nous restreindre aux modes d’indice nul dans cette direction. Nous décomposons alors chacune
de nos coupes sur la base des polynômes d’Hermite en effectuant un ajustement par une fonction
du type ∑i aiHi(x) où les ai sont les coefficients complexes de la décomposition et les Hi sont
les polynômes d’Hermite d’ordre i. Nous permettons le développement jusqu’à l’ordre 3 pour
tous les ordres de diffraction. Les résultats sont présentés sur la figure 11.4.
Nous trouvons pour l’ordre 0 un mode gaussien dont nous commenterons la forme un peu
plus loin. Pour les ordres ±1, le mode TEM10 est largement dominant (la routine d’optimisation
ajoute un peu d’autres ordres et joue sur leurs phases relatives pour reproduire les dissymétries
entre les deux lobes dues à diverses imperfections expérimentales). L’ordre 2 de diffraction est
constitué des polynômes d’Hermite d’ordres 0 et 2, d’amplitudes relatives équivalentes. L’ordre
3 se compose des polynômes d’ordres 1 et 3 avec des amplitudes comparables. Nous en concluons
que les ordres de diffraction ne sont pas des modes d’Hermite-Gauss purs mais une superposition
de modes d’ordres inférieurs ou égaux à l’ordre de diffraction et de même parité que l’ordre de
diffraction.
Nous avons vu à la fin du chapitre 9 que si nous avons besoin du réseau actif pour expliquer les
intensités relatives des différents ordres de diffraction, leur structure spatiale peut être prédite
par le modèle multiphotonique. Par ailleurs, le calcul perturbatif développé dans le chapitre
6 fait apparaître un terme du type
(
A2/A
(0)
2
)n2 (où A2 et A(0)2 sont le potentiel vecteur et
son amplitude du faisceau de perturbation) pour chaque ordre de perturbation n2. Dans la
configuration qui nous intéresse ici (génération gaussienne et perturbation TEM10), le profil
spatial de nos ordres de diffraction serait donc donné par le polynôme d’Hermite d’ordre 1 élevé
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Figure 11.4 – Décomposition des ordres de diffraction obtenus expérimentalement sur la base
des polynômes d’Hermite. L’amplitude des coefficients complexes de la décomposition est repré-
sentée par les barres bleues et la phase correspondante est écrite pour chaque barre. L’encart en
haut à droite de chaque panneau rappelle le profil d’intensité de l’ordre de diffraction considéré.
à la puissance n2. Or, toute puissance de ce polynôme est une combinaison linéaire de polynômes
d’Hermite d’ordres inférieurs ou égaux et de même parité que l’exposant. En particulier, nous
avons pour les exposants allant de 0 à 3 :
H01 = H0, H11 = H1, H21 = H2 +H0 et H31 = H3 + 3H1 (11.1)
Ces équations permettent de retrouver la règle de parité observée sur la figure 11.4 et sont en
assez bon accord avec les coefficients de la décomposition des ordres expérimentaux, compte
tenu du caractère approximatif du modèle, des imperfections expérimentales et des incertitudes
de la routine d’optimisation.
Il est intéressant de noter que contrairement aux expériences du chapitre 9 où les ordres de
diffraction peuvent être raisonnablement assimilés à des modes de Laguerre-Gauss purs, nous
avons ici des ordres de diffraction qui sont des combinaisons de modes d’Hermite-Gauss. Leur
profil d’intensité est donc susceptible évoluer au fur et à mesure de leur propagation. C’est
effectivement ce que nous constatons d’après la figure 11.5, où nous avons implémenté la phase
de Gouy à notre décomposition sur la base des modes d’Hermite-Gauss. Comme nous l’avons
vu au chapitre 1, cette phase s’écrit φ = (n + 1) arctan(z/ZR) pour le mode TEMn0 (ZR étant
la distance de Rayleigh). Les modes constituant un ordre de diffraction donné interfèrent entre
eux et leurs phases relatives évoluent donc au cours de la propagation, impactant notablement le
profil d’intensité 1. En effet, en sortie du milieu générateur, hormis pour l’ordre 0, nous observons
seulement deux pics d’intensité dont l’écartement augmente avec l’ordre de diffraction. Au niveau
de nos galettes de micro-canaux, les ordres 0 et 1 étant des modes quasi-purs ils se propagent
sans se déformer, tandis que les interférences modales pour les ordres 2 et 3 produisent les profils
d’intensité observés expérimentalement.
Ces résultats sont en excellent accord avec ceux obtenus par [Hasegawa et Shimizu 1999] lors
de la génération de seconde harmonique à partir d’un faisceau d’Hermite-Gauss. Il semble ainsi
qu’une théorie perturbative (par rapport au deuxième faisceau) puisse être appliquée ici.
Appuyons-nous donc sur le développement perturbatif de la phase atomique réalisé au cha-
pitre 6 pour expliquer l’origine des phases relatives de notre décomposition sur les polynômes
d’Hermite. Si nous ajoutons au calcul la phase de Gouy, donnée par (m+n+1)pi/2 pour un mode
1. Nous avions relevé un comportement similaire dans le chapitre 4 avec les modes de Laguerre-Gauss d’indice
radial non nul.
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Figure 11.5 – Effet de la phase de Gouy sur les profils d’intensité. Panneaux (a) à (d) : propa-
gation numérique des ordres de diffraction calculés à partir de la décomposition en polynômes
d’Hermite. Panneaux (e) à (h) : Profils d’intensité au foyer. Panneaux (i) à (l) : profils d’intensité
au niveau du détecteur.
TEMmn en champ lointain, l’équation (6.8) comporte alors un terme de phase en (2r + 3s)pi/2
(dans notre configuration où la génération est gaussienne et la perturbation TEM10 ; r comp-
tant pour un photon de perturbation et s pour deux photons, l’un de génération et l’autre de
perturbation), dont les valeurs pour les différents canaux conduisant à la génération des trois
premiers ordres de perturbation sont données dans le tableau 11.1.
ordre 1 2 3
(r, s) (0, 1) (1, 0) (0, 2) (1, 1) (2, 0) (0, 3) (2, 1) (1, 2) (3, 0)
phase pi/2 pi pi 3pi/2 2pi 3pi/2 2pi 5pi/2 3pi
Table 11.1 – Phases en champ lointain des différents canaux de génération des ordres 0, 1 et 2
de perturbation, pour une génération gaussienne et une perturbation TEM10.
Quel que soit l’ordre de perturbation, nous remarquons une différence de phase de pi/2 entre
chaque canal de génération. Tous les canaux ne contribuent pas avec la même importance (le
poids de chacun est donné par les fonctions de Bessel dans l’équation (6.8)), mais nous pouvons
raisonnablement affirmer que la phase de Gouy augmente avec l’ordre de perturbation. Ceci
explique qualitativement (nous tenons uniquement compte de la phase de Gouy dans ce calcul,
or d’autres phases interviennent en réalité) l’augmentation des phases relatives avec l’ordre des
polynômes sur la figure 11.4.
Enfin, la dernière caractéristique qu’il nous reste à commenter est l’élargissement dans la
dimension horizontale de l’ordre 0. Il ne s’agit pas là d’un défaut expérimental puisque nous
l’observons également dans les simulations numériques de Thierry Auguste (figure 11.6a), où
l’ordre 0 se situe à 0 mrad en ordonnée. Cette déformation provient d’un effet d’intensité de la
génération d’harmoniques : comme nous pouvons le voir sur la figure 11.6b, la somme incohérente
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d’un faisceau gaussien avec un mode TEM10 forme une zone de haute intensité aplatie dans la
dimension verticale (la divergence reste la même dans les deux dimensions).
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(b) Somme incohérente d’un mode gaussien avec un TEM10 au foyer
Figure 11.6 – Génération gaussienne et perturbation TEM10. (a) Harmonique 15 simulée par
Thierry Auguste, pour un angle entre les deux faisceaux de 40 mrad. Nous avons une inversion
haut/bas par rapport à la figure expérimentale 11.2 car les simulations ne tiennent pas compte
des optiques d’imagerie qui renversent les images. (b) Somme incohérente des deux faisceaux
infrarouges au foyer, pour différents rapports d’énergie entre les deux faisceaux, indiqués dans
les coin en haut à droite.
11.1.2 Génération Hermite-Gaussienne et perturbation gaussienne
Intéressons-nous à présent à la configuration inverse de la précédente, c’est-à-dire au cas
d’une génération TEM10 et d’une perturbation gaussienne. Les harmoniques générées par cette
combinaison présentent un profil d’intensité tel qu’illustré par la figure 11.7.
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Figure 11.7 – Profil d’intensité de l’harmonique 13 obtenue expérimentalement en génération
TEM10 et perturbation gaussienne. Les tirets blancs passent par les centres des lobes principaux
d’intensité.
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Figure 11.8 – Génération TEM10 et pertur-
bation gaussienne. Harmonique 15 simulée par
Thierry Auguste, pour un angle entre les deux
faisceaux de 40 mrad. Nous avons une inver-
sion haut/bas par rapport à la figure expéri-
mentale 11.7 car les simulations ne tiennent pas
compte des optiques d’imagerie qui renversent
les images.
Chaque ordre de diffraction présente deux
lobes principaux d’intensité avec une ou deux
franges d’interférence entre eux. L’ordre 0 se
situe à environ 5 mm en ordonnée. Nous ob-
servons que l’écart entre les deux lobes dimi-
nue lorsque l’ordre de diffraction augmente en
valeur absolue. Nous observons le même com-
portement dans les simulations de Thierry Au-
guste présentées sur la figure 11.8. Sur cette
image, l’intensité maximale d’un ordre de dif-
fraction donné se situe plutôt au niveau des
franges centrales. Ceci est sans doute dû à une
géométrie de focalisation légèrement différente
ou un rapport d’énergie entre les deux fais-
ceaux un peu plus élevé. Cependant, l’écart
entre les franges les plus externes diminue bien
quand l’ordre de diffraction augmente.
Afin d’expliquer le resserrement des deux
lobes externes lorsque l’ordre de diffraction
augmente, nous pouvons comme précédem-
ment décomposer les profils d’intensité obte-
nus expérimentalement sur la base des poly-
nômes d’Hermite. Les résultats pour les ordres
0, 1 et 2 de diffraction sont présentés sur la fi-
gure 11.9.
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Figure 11.9 – Décomposition sur la base des polynômes d’Hermite des ordres de diffraction 0,
1 et 2 obtenus expérimentalement. L’amplitude des coefficients complexes de la décomposition
est représentée par les barres (violettes pour le mode gaussien et bleues pour les modes d’ordres
supérieurs). L’encart en haut à droite de chaque panneau illustre en trait continu rouge le
profil d’intensité de l’ordre de diffraction considéré, ainsi que son ajustement par les polynômes
d’Hermite en pointillés blancs. Les lignes verticales indiquent la position moyenne des barres.
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Nous constatons premièrement que nous ne sommes pas en présence de modes d’Hermite-
Gauss purs (de même que pour la configuration précédente), mais d’une superposition de modes
TEMm0. Ensuite, nous remarquons que lorsque l’ordre de diffraction augmente, d’une part la
distribution se déplace vers les polynômes d’Hermite d’ordres plus faibles, et d’autre part le
poids du mode gaussien devient de plus en plus important, comme si l’on absorbait un photon
Hermite-gaussien en moins et un photon gaussien en plus pour passer à l’ordre de diffraction
supérieur. Ainsi, plus l’ordre est élevé, plus le profil d’intensité harmonique se rapproche du
mode gaussien, c’est-à-dire plus les maxima d’intensité convergent vers le centre.
11.1.3 Conclusion
Le mode fondamental gaussien est neutre en termes de symétrie : il appartient aussi bien à
la famille des modes d’Hermite-Gauss (solutions en coordonnées cartésiennes de l’équation de
propagation) qu’à celle des modes de Laguerre-Gauss (symétrie cylindrique). Ainsi, lors de la
génération d’harmonique à partir d’une combinaison d’un mode TEM10 avec un mode gaussien,
la structure "de type Hermite-Gauss" est préservée au niveau des harmoniques en champ lointain.
En outre, l’approche perturbative offre une bonne compréhension des profils harmoniques
observés : l’ordre 0 présente la même structure que nous obtiendrions avec le faisceau de géné-
ration seul, puis l’influence du faisceau de perturbation se fait de plus en plus grande à mesure
que l’ordre de diffraction augmente.
11.2 Génération d’harmoniques à partir d’un mélange de fais-
ceaux de Laguerre-Gauss et Hermite-Gauss
Étudions maintenant le profil des harmoniques générées à partir d’une superposition d’un
mode d’Hermite-Gauss TEM10 et d’un mode de Laguerre-Gauss ` = 1. La figure d’interférence
entre ces deux faisceaux au niveau du milieu générateur est représentée sur la figure 11.10 et
manifeste une dislocation d’ordre 2.
Figure 11.10 – Figure d’interférences entre les deux faisceaux infrarouges non-colinéaires, l’un
étant un mode TEM10 et l’autre un mode de Laguerre-Gauss ` = 1.
Nous nous intéresserons d’abord au cas où le faisceau de génération est Hermite-Gaussien et
celui de perturbation Laguerre-Gaussien, puis à la configuration inverse. Dans chacune des confi-
gurations, nous chercherons à déterminer si le profil d’intensité des harmoniques ainsi générées
se présente comme un mélange des deux symétries ou au contraire si l’une l’emporte sur l’autre
(et dans ce cas, laquelle s’impose) comme nous avons pu l’observer pour le moment angulaire de
spin dans le chapitre 10 (nous avons vu qu’en présence d’une génération polarisée linéairement,
la polarisation circulaire de la perturbation se décompose en ses deux composantes linéaires).
11.2.1 Génération Hermite-Gaussienne et perturbation Laguerre-Gaussienne
Commençons par générer avec un faisceau TEM10 et perturber avec un faisceau ` = 1.
Dans le cadre de notre analogie entre moments angulaires orbital et de spin, cela correspond
à nos expériences de génération polarisée linéairement et perturbation polarisée circulairement.
La figure 11.11 présente des profils harmoniques similaires à ceux de la figure 11.7, c’est-à-dire
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affichant une symétrie de type Hermite-Gauss, mais ici l’écart entre les deux lobes externes
d’intensité semble rester constant et l’axe inter-lobes est d’autant plus incliné (par rapport à
l’horizontale) que l’ordre de diffraction est élevé. Notons aussi qu’à la différence de la figure 11.7,
ici pour les ordres négatifs, l’axe est incliné dans l’autre sens.
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Figure 11.11 – Génération TEM10 et perturbation ` = 1 pour des énergies de perturbation (a)
nulle, (b) 240 µJ, (c) 300 µJ, (d) 430 µJ et (e) 600 µJ. Les pointillés blancs relient les centres
des deux lobes d’un même ordre de diffraction.
Afin de vérifier qu’il ne s’agit pas d’un défaut d’alignement, nous avons retourné la lame de
phase en spirale pour inverser le signe de la charge topologique du faisceau de perturbation. Nous
observons sur la figure 11.12 que l’inclinaison de l’axe inter-lobes change de sens par rapport à la
figure 11.11. C’est donc bien le faisceau de Laguerre-Gauss qui est responsable de cette rotation.
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Figure 11.12 – Génération TEM10 et perturbation ` = −1 pour des énergies de perturbation
(a) 500 µJ et (b) 1,3 mJ. Les pointillés blancs relient les centres des deux lobes d’un même ordre
de diffraction.
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Figure 11.13 – Génération TEM10 et
perturbation ` = 1 : harmonique 27
simulée pour un angle entre les deux
faisceaux de 20 mrad.
Les simulations numériques de Thierry Auguste
confirment nos observations quant à la rotation de l’axe
inter-lobes en fonction de l’ordre de diffraction. En re-
vanche, nous remarquons sur la figure 11.13 que les lobes
se resserrent lorsque l’ordre augmente. Néanmoins, nous
n’observons expérimentalement que les trois premiers
ordres de diffraction, et même sur les simulations la va-
riation de l’écart entre les lobes est quasiment imper-
ceptible pour ces ordres-là.
Pour expliquer la rotation des lobes, nous pouvons
employer le même raisonnement que nous avons uti-
lisé dans la configuration où la perturbation était gaus-
sienne. Ici, le faisceau de génération impose une symé-
trie de type Hermite-Gauss (TEM10). La perturbation
` = 1 se décompose alors en une somme de TEM10
(comme la génération) et TEM01. Ainsi, lorsque l’ordre
de diffraction augmente, la composante TEM01 devient
plus présente et c’est pour cette raison que le profil har-
monique s’oriente de plus en plus vers la verticale. Ceci
explique d’ailleurs l’inversion observée sur les simula-
tions numériques pour des ordres très élevés de diffrac-
tion. Une autre approche consiste à s’intéresser à l’orientation du front d’onde au niveau des
deux zones de haute intensité au foyer. La figure 11.14 montre des gradients de phase opposés
entre les deux lobes d’intensité. Ainsi, plus l’ordre de diffraction est élevé, plus l’influence du
faisceau de Laguerre-Gauss est importante, et donc plus ces gradients locaux "poussent" la di-
rection d’émission vers le haut pour un lobe et vers le bas pour l’autre, d’où la rotation de l’axe
inter-lobes observée sur la figure 11.11. Notons également d’après la figure 11.14 que les gra-
dients s’inversent lorsque l’on change le signe la charge topologique, "poussant" alors l’émission
dans l’autre sens, comme constaté expérimentalement. L’expression de cet effet de décalage en
termes de vecteurs d’onde n’a pas pu être établie pendant cette thèse.
(a) TEM10, ` = 1 (b) TEM10, ` = −1
Figure 11.14 – Sens de rotation de la phase (flèches) au niveau de chaque lobe d’intensité du
foyer lorsque la génération est TEM10 (en bleu) et la perturbation ` = ±1 (en violet).
11.2.2 Génération Laguerre-Gaussienne et perturbation Hermite-Gaussienne
Intéressons-nous à présent à la configuration inverse où la génération est un faisceau de
Laguerre-Gauss ` = 1 et la perturbation un faisceau d’Hermite-Gauss TEM10. La figure 11.15
présente les profils harmoniques obtenus pour six différents tirs lasers uniques. D’une part, nous
constatons que les ordres de diffraction observés ont des formes annulaires caractéristiques d’une
symétrie de type Laguerre-Gauss. D’autre part, nous pouvons distinguer des franges d’interfé-
rences entre ordres de diffraction, comme nous l’avions fait dans le cas d’une génération ` = 1
avec une perturbation gaussienne (chapitre 9).
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Figure 11.15 – Génération `1 = 1 et perturbation TEM10 pour six différents tirs laser uniques.
La figure 11.16 montre que ces franges se comportent de la même manière que dans le cas
d’une perturbation gaussienne : elles se décalent légèrement d’un tir laser à un autre et se
brouillent donc lorsque nous accumulons plusieurs tirs.
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Figure 11.16 – Génération `1 = 1 et perturbation TEM10. En haut à gauche : moyenne des six
meilleurs tirs. Les deux systèmes de franges encadrés (I) et (II) sont tracés juste en dessous. À
droite : systèmes de franges (I) en haut et (II) en bas tracés pour chacun des six meilleurs tirs
(avec un décalage vertical pour plus de clarté).
Les simulations numériques de Thierry Auguste présentées sur la figure 11.17 confirment nos
observations expérimentales. Nous reconnaissons une superposition d’anneaux qui interfèrent
entre eux. Le profil obtenu ici est plus complexe que celui des données expérimentales en raison
de la présence de trajectoires longues (absentes lors de nos expériences du fait de nos conditions
de focalisation) qui interfèrent avec les trajectoires courtes.
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Figure 11.17 – Génération `1 = 1 et perturbation TEM10 : harmonique 21 simulée pour un
angle entre les deux faisceaux de 20 mrad.
Par analogie avec le moment angulaire de spin (une polarisation linéaire peut s’écrire comme
la somme de polarisation circulaires gauche et droite), nous pensons pouvoir expliquer la struc-
ture harmonique observée ici en décomposant le mode d’Hermite-Gauss TEM10 en la somme de
deux modes de Laguerre-Gauss ` = ±1. Nous nous proposons alors de comparer le cas d’une per-
turbation gaussienne avec celui d’une perturbation TEM10 en simulant numériquement (comme
nous l’avions fait dans le chapitre 9) une superposition de modes de Laguerre-Gauss :
— dans le cas gaussien (figure 11.18a), l’indice azimutal diminue d’une unité (∆` = −1)
lorsque l’ordre de diffraction augmente (nous appliquons la loi de conservation du moment
angulaire orbital avec `1 = 1 et `2 = 0)
— dans le cas Hermite-Gaussien (figure 11.18b), nous superposons deux anneaux par ordre
de diffraction, correspondant à deux lois de conservation du moment angulaire orbital,
l’une avec `1 = 1 et `2 = 1 (soit ∆` = 0), et l’autre avec `1 = 1 et `2 = −1 (soit ∆` = −2).
Afin de mieux nous y retrouver, nous avons tracé sur la figure 11.18 les cercles matérialisant
le rayon d’intensité maximale pour chaque système d’anneaux. Dans le cas où la perturbation est
gaussienne, nous constatons une nette dissymétrie gauche/droite due aux interférences modales,
qui se manifeste par des lobes très intenses à l’intersection des bords droits des anneaux alors
qu’une ligne ondulée d’intensité nulle se dessine le long du côté gauche des anneaux. Une telle
dissymétrie n’apparaît pas dans le cas Hermite-Gaussien.
Par ailleurs, dans cette dernière configuration, les deux systèmes d’anneaux se confondent
pour tous les ordres de diffraction du fait de leurs tailles très proches (ils finiraient par se séparer
si nous observions des ordres plus élevés en valeur absolue). Sur la figure 11.19, nous avons
estimé visuellement et calculé à partir de l’équation (9.7) la taille des anneaux expérimentaux
obtenus dans les deux configurations. L’accord entre ces données et les simulations précédentes
parait tout à fait raisonnable. Concernant la présence ou l’absence de dissymétrie gauche/droite
évoquée juste avant selon le profil du faisceau de perturbation, il est très délicat de commenter
à ce sujet sur les figures expérimentales, en raison d’éventuelles imperfections au niveau des
profils spatiaux des faisceaux fondamentaux, du recouvrement de ces deux faisceaux au foyer,
ou encore des optiques d’imagerie.
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Figure 11.18 – Simulation numérique de la superposition des modes de Laguerre-Gauss avec
(a) |∆`| = 1 et (b) |∆`| = 0 et |∆`| = 2, correspondant respectivement à des perturbations
gaussienne et TEM10 (la génération étant ` = 1).
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Figure 11.19 – Comparaison de la taille des anneaux obtenus expérimentalement entre pertur-
bations gaussienne (a) et Hermite-Gaussienne (b).
Toutefois, nous nous proposons d’étudier de manière plus détaillée les structures d’interfé-
rence des bords droits et gauches des anneaux grâce à la figure 11.20, afin de mettre en avant
les similitudes entre expériences et simulations d’une part, et les différences entre les deux confi-
gurations d’autre part.
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Figure 11.20 – Zooms sur les parties gauche (à gauche de la ligne verticale) et droite (à droite
de la ligne verticale) des figures expérimentales (a,c) et théoriques (b,d) pour des perturbations
gaussienne (a,b) et TEM10 (c,d). Les zones fléchées et numérotées en chiffres romains, ainsi que
les traits en pointillés, mettent en évidence les similitudes entre expérience et simulation d’une
part, et les différences entre perturbations gaussienne et Hermite-Gaussienne d’autre part.
Sur la partie droite de la figure 11.20, les trois lobes particulièrement intenses du côté droit
(I) se retrouvent pour les deux types de perturbation (b,d) et nous parvenons à les reconnaitre
sur les données expérimentales (a,c). Les lobes secondaires (II) situés juste à gauche des premiers
et entre ceux-ci en termes de hauteur, se distinguent également sur les données expérimentales.
Dans le cas de la perturbation gaussienne (a,b), une fine frange (III) relie les lobes (II). Elle
est beaucoup moins présente lorsque la perturbation est Hermite-Gaussienne. En revanche nous
reconnaissons bien dans ce cas (c,d) les lobes les plus externes (III). Cette partie droite de
la figure 11.20 met donc en avant plus de similitudes entre simulations et expériences que de
différences entre les deux configurations.
Intéressons-nous désormais à la partie gauche des anneaux (partie gauche de la figure 11.20).
Cette tranche permet d’illustrer davantage de différences entre perturbations gaussienne et
TEM10. En effet, dans le premier cas (a,b), nous observons une ligne ondulée sombre maté-
rialisée par les tirets qui serpente entre deux lignes lumineuses d’intensités comparables, tandis
que dans le second cas (c,d), nous avons trois lobes principaux bien séparés les uns des autres (I)
ainsi que des lobes secondaires juste à droite (II) bien identifiables sur l’image expérimentale.
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11.2.3 Conclusion
Nos expériences mélangeant des faisceaux de Laguerre-Gauss et Hermite-Gauss, appuyées
par des simulations numériques, montrent que dans les deux configurations étudiées, le faisceau
de génération impose sa symétrie et force de cette manière le faisceau de perturbation à se
décomposer sur la base décrivant cette symétrie.
Cette conclusion nous permet de faire l’analogie avec le moment angulaire de spin. Dans le cas
d’une génération Hermite-Gaussienne et d’une perturbation Laguerre-Gaussienne, le milieu de
génération se comporte vis à vis de la perturbation comme un cristal biréfringent : son anisotropie
sépare la polarisation incidente (quelle qu’elle soit) en deux composantes linéaires orthogonales
imposées par les axes neutres du cristal. De même, le cas d’une génération Laguerre-Gaussienne
et d’une perturbation Hermite-Gaussienne peut être comparé au phénomène d’activité optique,
également appelé pouvoir rotatoire ou encore biréfringence circulaire.
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Avant cette thèse, des expériences de génération d’harmoniques d’ordre élevé à partir d’un
faisceau infrarouge polarisé elliptiquement avaient été réalisées [Antoine et al. 1997]. Leur in-
terprétation reposait principalement sur l’étude du champ générateur dans le cadre du modèle
à trois étapes [Strelkov 2006]. Hors résonances, l’ellipticité de la polarisation harmonique reste
légèrement inférieure à celle de l’infrarouge. À l’inverse, les expériences de génération d’harmo-
niques portant du moment angulaire orbital, mises en œuvre à l’aube de cette thèse, ont été
décrites via l’approche photonique, par des lois de conservation [Gariepy et al. 2014, Géneaux
et al. 2016]. Ce modèle a ensuite été appliqué au moment angulaire de spin dans des schémas
de génération à deux faisceaux pour démontrer la génération d’harmoniques polarisées circu-
lairement [Kfir et al. 2015, Hickstein et al. 2015, Kfir et al. 2016], dans des cas "purs" (où les
deux faisceaux sont polarisés circulairement). Un premier cas "impur", mélangeant une polari-
sation circulaire avec une elliptique, a été étudié [Fleischer et al. 2014], mais la littérature ne
rapporte rien à propos de la configuration associant une polarisation linéaire avec une circu-
laire. Le tableau 1 dresse le bilan des modèles utilisés pour décrire les expériences de génération
d’harmoniques portant du moment angulaire avant cette thèse.
moment angulaire de spin moment angulaire orbital
1 faisceau champ photons
2 faisceaux photons (cas purs) proposition théorique (photons)
Table 1 – Résumé des descriptions utilisées jusqu’au début de cette thèse pour les études de
génération d’harmoniques d’ordre élevé avec du moment angulaire.
Dans ce tableau apparaissent quelques lacunes, que nous avons explorées au cours de cette
thèse. Notons premièrement l’absence de lien entre les deux modèles (étude du champ ou ap-
proche photonique) : pourquoi utiliser l’un plutôt que l’autre ? Deuxièmement, le transfert de
moment angulaire orbital n’a été envisagé qu’en termes de photons, et le cas à deux faisceaux
reste à démontrer expérimentalement. Troisièmement, le transfert de moment angulaire de spin
n’a pas été étudié dans le cas mixte combinant une polarisation linéaire avec une circulaire.
Par ailleurs, il est important de souligner que les études basées sur le modèle multiphotonique
soulèvent des controverses au sujet des rendements harmoniques. Enfin, il n’y a pas eu de com-
paraison entre les deux types de moment angulaire : est-il possible de les appréhender avec les
mêmes modèles ? L’objectif de cette thèse a été de répondre à ces questions.
La génération d’harmoniques à partir d’un faisceau portant du
moment angulaire
Pour ce faire, nous sommes d’abord partis des cas les plus simples. Après nous être dotés
dans la partie I des outils théoriques et expérimentaux nécessaires pour aborder les notions de
moment angulaire de la lumière et de génération d’harmoniques d’ordre élevé, nous nous sommes
penchés dans la partie II sur la génération d’harmoniques à partir d’un seul faisceau portant du
moment angulaire, tantôt orbital tantôt de spin.
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Le chapitre 3 synthétise les résultats obtenus au sein du groupe lors de la thèse de [Géneaux
2016], sur la conservation du moment angulaire orbital lors de la génération d’harmoniques
d’ordre élevé avec un faisceau de Laguerre-Gauss. Ces expériences ont permis de démontrer la
loi de transfert du moment angulaire orbital `q = q`1 [Géneaux et al. 2016] et confirment d’une
part les prédictions théoriques de [Hernández-García et al. 2013] et d’autre part les conclusions
de [Gariepy et al. 2014]. La méthode de caractérisation proposée ici est beaucoup plus simple
à mettre en œuvre que les autres techniques rencontrées dans la littérature, puisqu’elle repose
uniquement sur une observation du profil d’intensité des harmoniques en champ lointain, et plus
particulièrement de la taille relative des anneaux. Elle se base notamment sur le fait que, lors
d’un processus non-linéaire, les maxima du champ émis au foyer coïncident avec ceux du champ
de génération. Pour la plupart des applications mettant en jeu des faisceaux de Laguerre-Gauss
dans l’extrême ultraviolet, il serait intéressant d’avoir une plus grande flexibilité sur la valeur
de la charge topologique portée par les harmoniques. La suite logique de ces études a donc été
le contrôle du moment angulaire orbital des harmoniques, un travail que nous avons entrepris
au cours de cette thèse et que nous avons présenté dans le chapitre 9 de ce manuscrit.
Après nous être focalisés sur l’indice azimutal des modes de Laguerre-Gauss, nous nous
sommes intéressés dans le chapitre 4 à leur indice radial. Les résultats obtenus ont été publiés
dans l’article 2. L’observation expérimentale d’harmoniques possédant des indices radiaux élevés
est possible en jouant sur la position du foyer infrarouge par rapport au jet de gaz. Grâce à des
simulations numériques, nous avons mis en évidence les rôles respectifs de la phase atomique et
de la non-linéarité de la génération d’harmoniques dans l’enrichissement ou l’appauvrissement
du contenu modal des harmoniques. Notons toutefois que dans cette expérience, nous ne pouvons
créer des modes XUV purs d’indice radial non nul, ce qui rend notre rayonnement harmonique
pour le moment peu propice à des applications ultérieures.
Enfin, dans le chapitre 5, nous avons abordé la génération d’harmoniques avec un faisceau
ayant une polarisation elliptique, en suivant les approches des publications antérieures [Antoine
et al. 1997, Budil et al. 1993]. Comme eux, nous avons observé que l’efficacité de génération chute
rapidement dès que nous augmentons l’ellipticité de l’infrarouge. L’explication de ce phénomène
peut être trouvée simplement dans le modèle à trois étapes de la génération d’harmoniques.
Lors de l’étape de propagation du paquet d’onde électronique dans le continuum, celui-ci est
guidé par le champ laser. Plus la polarisation de ce dernier est elliptique, plus la probabilité
que la trajectoire électronique aboutisse à une recombinaison diminue. L’état de polarisation
harmonique a néanmoins pu être mesuré dans la littérature pour de faibles ellipticités infra-
rouges. L’ellipticité harmonique augmente avec celle de l’infrarouge en lui restant légèrement
inférieure. Cette expérience est donc loin de permettre la génération d’harmoniques polarisées
circulairement. Afin de faire le lien avec les expériences sur le moment angulaire orbital, nous
avons proposé une approche statistique pour expliquer qualitativement ces résultats en termes
de photons.
Ces premières expériences ont permis de démontrer la possibilité de transférer du moment
angulaire de l’infrarouge à l’extrême ultraviolet grâce au processus hautement non-linéaire de
génération d’harmoniques d’ordre élevé. Néanmoins, le contrôle du moment angulaire des har-
moniques lors de telles expériences s’est avéré très limité. En effet, dans le cas du moment
angulaire orbital, nous n’obtenons que certaines valeurs de charge topologique qui sont relati-
vement élevées, du fait de la loi de conservation `q = q`1. À l’inverse, dans le cas du moment
angulaire de spin, les ellipticités harmoniques produites dans une gamme d’intensité acceptable
restent très faibles, à cause des trajectoires électroniques défavorables à la recombinaison radia-
tive du paquet d’onde électronique sur son ion parent. Dans les deux cas, les lois de conservation
s’appliquent relativement bien (hormis pour l’indice radial) : nous comprenons ainsi pourquoi le
modèle multiphotonique est si attrayant pour envisager des expériences plus complexes.
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La génération d’harmoniques à deux faisceaux non-colinéaires
Afin de dépasser les limites mentionnées ci-dessus, nous avons envisagé des schémas de gé-
nération d’harmoniques à deux faisceaux non-colinéaires. Un objectif de cette thèse a alors été
de réaliser et comprendre finement de telles expériences. Nous y sommes parvenus dans le cas le
plus élémentaire où les faisceaux ne portent aucun moment angulaire : nous avons exposé dans
la partie III notre cheminement aboutissant à notre théorie du "réseau actif".
Le modèle multiphotonique a longtemps été utilisé pour décrire la génération d’harmoniques
à deux faisceaux d’un point de vue paramétrique. Il permet en effet de prévoir de nombreuses
caractéristiques de l’émission harmonique en se contentant de dénombrer les photons absorbés
dans l’un ou l’autre des faisceaux pilotes, et en appliquant des lois de conservation concernant la
parité, l’énergie, le moment linéaire et même le moment angulaire dans certains cas. Ce modèle
découle d’un développement perturbatif de la phase atomique dans le cadre de l’approximation
de champ fort.
En revanche, nos expériences et simulations numériques de génération d’harmoniques à deux
faisceaux non-colinéaires ont fait apparaître une faiblesse importante de cette théorie à propos
des rendements harmoniques. Nous avons montré que le régime perturbatif est effectif pour une
gamme très limitée du rapport d’énergie entre les deux faisceaux. Dès que l’on augmente l’énergie
du faisceau de "perturbation", nous n’observons plus la décroissance du signal harmonique en
fonction de l’ordre de perturbation, prédite par [Bertrand et al. 2011], mais au contraire des
ordres élevés plus intenses que les ordres plus bas.
Ceci nous a conduits à proposer un nouveau modèle pour décrire la génération d’harmoniques
à deux faisceaux non-colinéaires, que nous avons appelé "réseau actif". Il est basé sur une étude
fine de la structure du champ électrique au foyer de génération : les interférences entre les deux
faisceaux infrarouges créent un réseau d’intensité et de phase dont les caractéristiques peuvent
être reliées à celles du rayonnement en champ lointain. Il permet ainsi de prédire la position, la
forme et la taille des ordres de diffraction en champ lointain, ainsi que leurs intensités relatives,
en excellent accord avec nos expériences et simulations numériques. Ces résultats ont récemment
été publiés dans Physical Review A [Article 3]. Nous pouvons envisager deux axes d’amélioration
de ce modèle :
— préciser l’accord de phase en tenant compte de l’extension longitudinale du milieu gé-
nérateur et en essayant de faire le lien avec les travaux de [Bahabad et al. 2010] sur le
quasi-accord de phase spatio-temporel
— étendre le modèle aux cas de faisceaux "exotiques" (comme ceux utilisés dans la partie
IV de ce manuscrit par exemple).
Le moment angulaire dans la génération d’harmoniques à deux
faisceaux
Nous avons ensuite poursuivi notre objectif principal dans la partie IV, à savoir l’étude du
transfert de moment angulaire lors de la génération d’harmoniques à deux faisceaux, dans le but
de contrôler les propriétés de polarisation et de front d’onde du rayonnement harmonique. Les
tableaux 2 et 3 résument l’ensemble des configurations étudiées au cours de ces travaux, ainsi
que les pages s’y référant dans le présent manuscrit.
Dans le chapitre 9, nous avons généré des harmoniques à partir de deux faisceaux de Laguerre-
Gauss, dans de nombreuses configurations différentes (second faisceau doublé en fréquence ou
non ; différentes combinaisons de charges topologiques). Le moment angulaire orbital des har-
moniques a été caractérisé par deux méthodes distinctes. La première consiste en une mesure
directe du front d’onde avec un analyseur de front d’onde de Hartmann, permettant la recons-
truction du profil de phase harmonique par intégration des vecteurs d’onde mesurés. La seconde
est une généralisation de la technique précédemment utilisée pour les expériences à un seul
Génération d’harmoniques d’ordre élevé à deux faisceaux portant du moment angulaire 159
Conclusions et perspectives
Perturbation
G
én
ér
at
io
n pp. 88-100 pp. 140-144 pp. 104-114
pp. 144-146 × pp. 146-148
pp. 114-115 pp. 148-152 pp. 107-112
Table 2 – Combinaisons de modes spatiaux étudiées dans le cadre de la génération d’harmo-
niques à deux faisceaux.
Perturbation
G
én
ér
at
io
n pp. 88-100,
125-127
pp. 120-125,
132-136
× pp. 119-120,136-137
Table 3 – Combinaisons d’états de polarisation étudiées dans le cadre de la génération d’har-
moniques à deux faisceaux.
faisceau, basée sur la mesure de la divergence des harmoniques. Nous avons ainsi confirmé, en
collaboration avec le groupe de Nova Gorica (Slovénie), les prédictions théoriques de [Gariepy
et al. 2014] concernant la généralisation de la loi de conservation du moment angulaire orbi-
tal lors de la génération d’harmoniques à deux faisceaux : `q = n1`1 + n2`2. Ces résultats ont
été publiés dans l’article 1, au même moment que ceux du groupe d’Ottawa (Canada) [Kong
et al. 2017] aboutissant aux mêmes conclusions. Notons toutefois que dans ces articles, le modèle
multiphotonique a été employé pour décrire les expériences, et ne fournit pas d’explication satis-
faisante quant aux rendements harmoniques observés lorsque l’énergie de perturbation devient
un peu plus conséquente. Nous avons montré dans ce manuscrit que notre modèle du réseau
actif permet d’une part d’établir la conservation du front d’onde (et par conséquent, du moment
angulaire orbital) et d’autre part de commenter les rendements, du fait de la séparation entre
les contributions "gaussienne" et "Laguerre-gaussienne". Nous avons ainsi démontré la possibi-
lité de contrôler le moment angulaire orbital des harmoniques d’ordre élevé, ouvrant la voie à
des applications intéressantes, comme par exemple en microscopie ou encore pour la mesure de
dichroïsmes hélicoïdaux.
Au regard de ces conclusions, nous avons ensuite envisagé une nouvelle méthode de génération
d’harmoniques polarisées circulairement, fondée sur le modèle multiphotonique. En appliquant
une polarisation linéaire au faisceau de génération et une polarisation circulaire au faisceau
de perturbation, nous pensions généraliser la règle de conservation du moment angulaire de
spin et ainsi obtenir un ordre 0 de diffraction polarisé linéairement et des ordres ±1 polarisés
circulairement, les autres ordres de diffraction étant interdits. Ce n’est pas du tout ce que nous
avons observé dans le chapitre 10. Après avoir constaté expérimentalement l’existence d’ordres
supérieurs à 1, nous avons effectué des mesures de polarimétrie optique en adoptant la méthode
développée au sein du groupe durant la thèse de [Gruson 2015]. Nous avons alors trouvé des
ellipticités harmoniques qui augmentent avec l’ordre de diffraction. Cependant, les simulations
numériques ont donné des ellipticités bien plus faibles. Nous avons donc conclu que nous avions
en réalité mesuré de la dépolarisation. Cette dernière pourrait venir du fait qu’au foyer nous
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avons un réseau d’ellipticité ainsi qu’une intensité spatialement inhomogène (du fait du profil
gaussien du faisceau), et la réponse de l’atome unique dépend fortement de ces deux paramètres.
Cette piste doit encore être confirmée quantitativement. Enfin, si le modèle multiphotonique
"fonctionne" pour les expériences bi-circulaires, c’est soit parce que la polarisation est homogène
au foyer (dans le cas à deux couleurs), soit parce que les contributions des atomes uniques se
somment de façon cohérente au niveau macroscopique (dans le cas à une couleur). L’adaptation
de notre modèle du réseau actif offrirait certainement une meilleure compréhension ainsi qu’une
analyse plus quantitative de ces expériences.
Nous nous sommes alors demandé pourquoi les lois de conservation du moment angulaire
issues du modèle multiphotonique s’appliquent avec des faisceaux de Laguerre-Gauss et des
champs polarisés circulairement en sens contraire, mais pas lorsque nous mélangeons une polari-
sation linéaire avec une circulaire. Pour répondre à cette question, nous nous sommes appuyés sur
une analogie entre moments angulaires orbital et de spin : une polarisation circulaire (respective-
ment un mode de Laguerre-Gauss (`, p) = (±1, 0)) s’écrit comme la somme de deux polarisations
linéaires orthogonales (respectivement les modes d’Hermite-Gauss TEM10 et TEM01) en quadra-
ture de phase. Nous avons par conséquent réalisé des expériences de génération d’harmoniques à
partir de combinaisons de modes de Laguerre-Gauss et d’Hermite-Gauss. Celles-ci sont décrites
dans le chapitre 11 et se comprennent relativement bien en adoptant une approche perturbative.
Il semble que le faisceau de génération impose sa symétrie au milieu (comme s’il y créait une
forme d’anisotropie), et l’effet du faisceau de perturbation devient plus marqué à mesure que
l’ordre de diffraction augmente. Ainsi, dans le cas où la génération est Laguerre-gaussienne et la
perturbation Hermite-gaussienne, nous ne pouvons appliquer la loi de conservation du moment
angulaire orbital en attribuant une charge topologique nulle aux photons de perturbation. Il
faut décomposer le mode d’Hermite-Gauss sur la base des modes de Laguerre-Gauss pour expli-
quer les profils harmoniques observés en champ lointain. Ces résultats, obtenus en toute fin de
thèse, mériteraient d’être approfondis par des expériences et simulations supplémentaires afin de
mieux comprendre les mécanismes gouvernant la génération d’harmoniques d’ordre élevé avec de
telles combinaisons de faisceaux, et donc potentiellement mieux contrôler les caractéristiques de
l’émission harmonique. Il serait également intéressant d’envisager la possibilité d’une description
statistique comme nous l’avions fait dans le cas à un seul faisceau, afin d’élargir le domaine de
validité du modèle photonique.
Ainsi, nous estimons avoir partiellement atteint notre objectif, dans la mesure où :
— nous sommes désormais capables de générer des harmoniques portant un moment angu-
laire orbital arbitraire
— nous avons proposé une description en termes de champ des expériences sur le moment
angulaire orbital, permettant une discussion sur les rendements harmoniques
— nous avons prouvé qu’une méthode pourtant prometteuse, basée sur le modèle multipho-
tonique, pour produire des harmoniques polarisées circulairement, ne fonctionne pas
— grâce à notre analogie entre les deux types de moment angulaire, nous avons apporté un
élément de réponse quant au choix du modèle à utiliser : dans les cas "purs", le modèle
multiphotonique est satisfaisant tant que nous ne discutons pas de rendements, mais pour
les cas mixtes, la description en champ s’avère plus appropriée.
Il faudrait cependant affiner notre compréhension des expériences mélangeant des faisceaux de
symétries différentes (i.e. de polarisations linéaire et circulaire, ou bien, par analogie, des modes
de Laguerre-Gauss et d’Hermite-Gauss).
Enfin, une perspective intéressante de cette thèse, mettant en jeu l’ensemble des connais-
sances apportées par ces travaux, serait d’étudier la possibilité d’un couplage spin-orbite optique
lors de la génération d’harmoniques d’ordre élevé. Le moment angulaire total serait conservé,
mais nous pourrions avoir une conversion entre moments angulaires de spin et orbital. L’observa-
tion d’un tel phénomène requiert des conditions expérimentales particulières. En effet, dans un
milieu homogène et isotrope, dans la limite de l’approximation paraxiale, les deux composantes
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du moment angulaire peuvent être séparées. En revanche, des couplages spin-orbite optiques ont
déjà été démontrés lorsque l’on sort de ce cadre :
— dans des milieux "exotiques", comme des cristaux uniaxes [Brasselet et al. 2009], des
milieux présentant un gradient de constante diélectrique [Onoda et al. 2004, Bliokh 2006],
ou encore des Q-plates [Marrucci et al. 2006]
— en régime de forte focalisation [Zhao et al. 2007] (à ce sujet, il est intéressant de noter que
des expériences de génération d’harmoniques d’ordre élevé dans de telles géométries, avec
des lasers à hauts taux de répétition, ont récemment été démontrées avec des efficacités
photoniques remarquables [Gonzalez et al. 2018]).
De telles études offriraient une meilleure compréhension des propriétés fondamentales de la
lumière et de l’échange de couple mécanique avec la matière. Cela ouvrirait par exemple la voie
au développement de nouvelles générations de techniques de manipulation optique à l’échelle
nanométrique, ou élargirait le champ des études portant sur l’intrication quantique.
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Annexe A
Terme multiphotonique de la phase
atomique
Le dipôle rayonné par l’atome unique s’écrit [Lewenstein et al. 1994] :
~x(t) = −i
∫ t
−∞
dti
∫
d~p ~d∗
~p+e ~A(t) e
i
S(~p,ti,t)
~ ~E(ti) · ~d~p+e ~A(ti) (A.1)
où S(~p, ti, t) = −
∫ t
ti

(
~p+ e ~A(t′)
)2
2m + Ip
 dt′ (A.2)
est l’intégrale d’action.
Considérons le cas simple d’une onde plane monochromatique de potentiel vecteur ~A(t) =
~A0 sin(ωt). L’équation (A.2) devient :
S(~p, ti, tr) = −
∫ tr
ti
(
~p2
2m +
e2 ~A20
2m sin
2(ωt′) + e~p ·
~A0
m
sin
(
ωt′
)
+ Ip
)
dt′ (A.3)
=
(
~p2
2m + Ip
)
(tr − ti) + e
2 ~A20
2m
∫ tr
ti
1− cos(2ωt′)
2 dt
′ + e~p ·
~A0
m
∫ tr
ti
sin
(
ωt′
)
dt′ (A.4)
=
(
~p2
2m + Ip
)
(tr − ti) + e
2 ~A20
4m
(
tr − ti −
[sin(2ωt′)
2ω
]tr
ti
)
+ e~p ·
~A0
m
[− cos(ωt′)
ω
]tr
ti
(A.5)
=
(
~p2
2m + Ip +
e2 ~A20
4m
)
(tr − ti)− e
2 ~A20
4m
sin(2ωtr)− sin(2ωti)
2ω −
e~p · ~A0
m
cos(ωtr)− cos(ωti)
ω
(A.6)
Nous utilisons ensuite l’identité de Jacobi-Anger pour exprimer la phase du dipôle (équation
(2.14)) :
eiφq = eiωqtr−
i
~S(~p,ti,tr) (A.7)
= e
iωqtr− i~
(
~p2
2m+Ip+
e2 ~A20
4m
)
tr
( +∞∑
n=−∞
Jn(u)ei2mωtr
)( +∞∑
r=−∞
irJr(v)eirωtr
)
(A.8)
= e
iωqtr− i~
(
~p2
2m+Ip+
e2 ~A20
4m
)
tr∑
n,r
Jn(u)Jr(v)ei(2n+r)ωtr+ir
pi
2 (A.9)
165
où par souci de simplicité, nous avons omis les termes en ti, où Jn et Jr sont les fonctions de
Bessel de première espèce d’ordres respectifs n et r, et où les quantités u et v sont définies par :
u = e
2 ~A20
8m~ω
v = e~p· ~A0m~ω où |~p| '
√
2m(~ωq − Ip)
(A.10)
En insérant l’expression de |~p| dans l’équation (A.9), nous obtenons finalement :
eiφq = e−i
e2 ~A20
4m~ tr
∑
n,r
Jn(u)Jr(v)ei(2n+r)ωtr+ir
pi
2 (A.11)
Jusqu’ici, nous avons considéré un seul demi-cycle laser. Étudions à présent comment se
somment les événements de demi-cycles successifs, autrement dit comment les événements se
produisant entre ti et tf s’additionnent avec ceux entre ti + T/2 et tf + T/2, T = 2pi/ω étant
la période du laser. Du fait du changement de signe du champ électrique dans l’équation (A.1),
le dipôle change également de signe. Et comme mentionné dans [Pedatzur et al. 2015], ~p change
de signe entre deux demi-cycles consécutifs, donc v aussi. En appliquant alors l’identité ∀r ∈ Z,
Jr(−u) = J−r(u) = (−1)rJr(u), nous trouvons :
~xsumω ∝ e−i
e2 ~A20
4m~ tr
∑
n,r
Jn(u)Jr(v)ei(2n+r)ωtr+ir
pi
2 (1− (−1)r) (A.12)
De manière évidente, les termes de la somme sont nuls si r est pair, tandis qu’il s’ajoutent
constructivement pour les r impairs. Pour de faibles intensités laser, les termes en (2n + r)ωtr
dominent par rapport à e
2 ~A20
4m~ tr. La génération de l’harmonique q est ainsi gouvernée par des
processus multiphotoniques consistant en l’absorption de (2n+r) photons fondamentaux. L’ordre
harmonique q étant de même parité que r, seules les harmoniques impaires sont générées. Enfin,
les ordres des fonctions de Bessel mises en jeu sont d’autant plus élevés que l’ordre harmonique
est élevé. Puisque les amplitudes de ces fonctions décroissent avec leur ordre, le signal harmonique
décroît avec l’ordre harmonique en régime multiphotonique.
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Annexe B
Ellipticité en fonction de
l’orientation de la lame quart d’onde
Considérons un champ incident polarisé linéairement qui va traverser une lame biréfringente
introduisant un retard φ entre les deux composantes selon ses lignes neutres. Supposons pour
simplifier que ces dernières sont orientées dans les directions verticale et horizontale, et notons
θ le plus petit angle entre la polarisation incidente et l’un des axes neutres.
Nous utilisons le formalisme de Jones pour écrire l’état de polarisation après traversée de la
lame à retard :
(
Eout,x
Eout,y
)
=
[
1 0
0 e−iφ
](
Ein,x
Ein,y
)
=
(
Ein,x
Ein,y e
−iφ
)
=
(
E0 cos θ
E0 sin θ e−iφ
)
(B.1)
La polarisation en sortie est donc une ellipse d’équation [Born et Wolf 2003] :
E2out,x
E2in,x
+
E2out,y
E2in,y
− 2Eout,xEout,y
Ein,xEin,y
cosφ = sinφ (B.2)
que nous avons représentée sur la figure B.1.
Figure B.1 – Ellipse de polarisation. L’angle α est défini tel que tanα = Ein,yEin,x .
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L’ellipticité vaut [Born et Wolf 2003] :
 = tanχ (B.3)
= tan
(1
2 arcsin (sin 2α sinφ)
)
(B.4)
= tan
(
1
2 arcsin
(
sin
(
2 arctan Ein,y
Ein,x
)
sinφ
))
(B.5)
= tan
(1
2 arcsin (sin (2 arctan(tan θ)) sinφ)
)
(B.6)
= tan
(1
2 arcsin (sin 2θ sinφ)
)
(B.7)
Dans le cas d’une lame quart d’onde, le retard φ vaut pi/2. L’expression de l’ellipticité se
simplifie alors et devient :
 = tan θ (B.8)
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Annexe C
Démonstration des formules du
réseau actif
C.1 Équation (8.25)
Le vecteur d’onde local est défini par le gradient de la phase :
~ks(~r) = ~∇
(
~k1 · ~r + ϕ(α,−→∆k · ~r)
)
(C.1)
avec ϕ(α,
−→
∆k · ~r) donnée par l’équation (8.24). Nous effectuons donc le calcul de la dérivée :
~ks(~r) = ~k1 +
1
1 + α2 sin
2(
−→
∆k·~r)(
1+α cos
(−→
∆k·~r
))2
 α
−→
∆k cos
(−→
∆k · ~r
)
1 + α cos
(−→
∆k · ~r
) + α2−→∆k sin2(−→∆k · ~r)(
1 + α cos
(−→
∆k · ~r
))2
 (C.2)
= ~k1 +
α
−→
∆k(
1 + α cos
(−→
∆k · ~r
))2
+ α2 sin2(
−→
∆k · ~r)
[(
1 + α cos
(−→
∆k · ~r
))
cos
(−→
∆k · ~r
)
+ α sin2(
−→
∆k · ~r)
]
(C.3)
= ~k1 +
α
(
α+ cos
(−→
∆k · ~r
))
1 + α2 + 2α cos
(−→
∆k · ~r
)−→∆k (C.4)
C.2 Équation (8.30)
Afin d’obtenir l’expression de l’amplitude relative du vecteur d’onde local dans le cas où
α = 1, nous commençons par réécrire l’équation (8.29) de la manière suivante :
∣∣∣~ks∣∣∣ =
∣∣∣∣∣~k1 +
−→
∆k
2
∣∣∣∣∣ =
√
k21 + ~k1 ·
−→
∆k + ∆k
2
4 (C.5)
Le terme ~k1 · −→∆k vaut :
~k1 · −→∆k =
(
~k2 − ~k1
)
· ~k1 = −k21 (1− cos θ) = −2k21 sin2
θ
2 (C.6)
Nous calculons également ∆k2 en prenant en compte le fait que |~k1| = |~k2| :
−→
∆k2 =
(
~k2 − ~k1
)2
= 2k21 − 2k21 cos θ = 4k21 sin2
θ
2 (C.7)
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Nous obtenons alors, pour θ  1 :
∣∣∣~ks∣∣∣ = k1
√
1− 2 sin2 θ2 + sin
2 θ
2 = k1
√
1− sin2 θ2 ' k1 −
k1
2 sin
2 θ
2 (C.8)
Soit finalement : ∣∣∣~ks∣∣∣− k1
k1
' −12 sin
2 θ
2 (C.9)
C.3 Équation (8.31)
D’une manière générale, nous pouvons écrire de vecteur d’onde local dans le plan (xOz)
comme suit :
~ks =
(
ks sin θs
ks cos θs
)
(C.10)
Ainsi, l’angle θs de ce vecteur d’onde s’exprime :
θs = arctan
(
~ks · ~ex
~ks · ~ez
)
(C.11)
Dans le cas où α = 1, cet angle vaut d’après l’équation (8.29) :
θs = arctan
~k1 · ~ex + −→∆k2 · ~ex
~k1 · ~ez +
−→
∆k
2 · ~ez
 (C.12)
= arctan
(
k2
2 sin θ
k1 + k22 cos θ − k12
)
(C.13)
En tenant compte du fait que k2 = k1, nous obtenons :
θs = arctan
( sin θ
1 + cos θ
)
(C.14)
= arctan
(
2 sin θ2 cos
θ
2
2 cos2 θ2
)
(C.15)
= θ2 (C.16)
C.4 Équation (8.27)
Dans le cas où α  1, nous effectuons des calculs similaires à ceux de la section C.2 en
partant cette fois-ci de l’équation (8.26) :∣∣∣~ks∣∣∣ = ∣∣∣~k1 + α−→∆k cos(−→∆k · ~r)∣∣∣ (C.17)
=
√
k21 + 2α~k1 ·
−→
∆k cos
(−→
∆k · ~r
)
+ α2∆k2 cos2(
−→
∆k · ~r) (C.18)
' k1
(
1− 2α sin2 θ2 cos
(−→
∆k · ~r
))
(C.19)
Ce qui nous conduit à :∣∣∣~ks∣∣∣− k1
k1
' −2α sin2 θ2 cos
(−→
∆k · ~r
)
' −α2 θ
2 cos
(−→
∆k · ~r
)
(C.20)
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C.5 Équation (8.28)
Dans le cas où α 1, l’angle θs vaut d’après l’équation (8.26) :
θs = arctan
 αk2 sin θ
k1 − α(k1 − k2 cos θ) cos
(−→
∆k · ~r
)
 (C.21)
En tenant compte du fait que k2 = k1 et α 1, nous obtenons :
θs = arctan
 α sin θ cos
(−→
∆k · ~r
)
1− α(1− cos θ) cos
(−→
∆k · ~r
)
 ' α sin θ cos (−→∆k · ~r) (C.22)
C.6 Équation (8.33)
Pour α quelconque, l’amplitude du vecteur d’onde local s’exprime d’après l’équation (8.32) :
∣∣∣~ks∣∣∣ = ∣∣∣∣~k1 + α1 + α−→∆k
∣∣∣∣ =
√
k21 + 2
α
1 + α
~k1 · −→∆k + α
2
(1 + α)2
∆k2 (C.23)
En utilisant les expressions (C.6) et (C.7), nous obtenons finalement :
∣∣∣~ks∣∣∣ = k1
√
1− 4 α1 + α sin
2
(
θ
2
)
+ α
2
(1 + α)2
4 sin2
(
θ
2
)
(C.24)
= k1
√
1− 4α
(1 + α)2
sin2
(
θ
2
)
(C.25)
C.7 Équation (8.34)
D’après les équations (8.32) et (C.11), l’angle du vecteur d’onde local (dans le cas où α est
quelconque) est donné par :
θs = arctan
(
α
1+αk2 sin θ
k1 − α1+α(k1 − k2 cos θ)
)
(C.26)
Soit, en prenant en compte le fait que |~k1| = |~k2| :
θs = arctan
(
α
1 + α ×
sin θ
1− α1+α(1− cos θ)
)
(C.27)
= arctan
(
sin θ
1+α
α − (1− cos θ)
)
(C.28)
= arctan
(
α sin θ
1 + α cos θ
)
(C.29)
C.8 Équation (8.38)
Pour une harmonique q donné, la phase de l’émission harmonique est égale (à l’accord de
phase) à celle de l’infrarouge de génération multipliée par l’ordre harmonique q, autrement dit
(en z = 0 i.e. au foyer) :
ϕ(x) = q~ks · ~x (C.30)
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Le vecteur d’onde pilote est donné par l’équation (8.32) que nous rappelons ici :
~ks = ~k1 +
α
1 + α
−→
∆k (C.31)
avec
−→
∆k = ~k2 − ~k1. L’équation (C.30) devient alors :
ϕ(x) = q~k1 · ~x+ q α1 + α
(
~k2 − ~k1
)
· ~x (C.32)
D’après la figure 8.6, ~k1 étant colinéaire à l’axe z, nous pouvons simplifier ainsi :
ϕ(x) = q α1 + α
~k2 · ~x (C.33)
= q α1 + α
2pi
λ
x sin θ (C.34)
où λ et θ sont respectivement la longueur d’onde de l’infrarouge et l’angle entre les deux faisceaux
pilotes. Enfin, en remplaçant par l’expression de la période du réseau Λ = λ/ sin θ et en posant
ϕ0 = α1+α × 2pi, nous obtenons :
ϕ(x) = q × α1 + α × 2pi ×
x
Λ = qϕ0
x
Λ (C.35)
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Annexe D
Calcul analytique du vecteur d’onde
local dans le cadre du réseau actif
pour des faisceaux de
Laguerre-Gauss
D.1 Cas général
La phase du champ analytique est donnée par l’équation (8.24) que nous développons ici en
coordonnées cylindriques (r, φ, z) dans le cas de faisceaux de Laguerre-Gauss d’indices azimutaux
`1 et `2 :
ϕ
(
α,
−→
∆k · ~r,∆`
)
= arctan
 α sin
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
)
1 + α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
)
 (D.1)
= arctan
(
α sin (k1z(cos θ − 1)− k1r sin θ cosφ+ ∆` φ)
1 + α cos (k1z(cos θ − 1)− k1r sin θ cosφ+ ∆` φ)
)
(D.2)
où ∆` = `2 − `1.
Pour obtenir le vecteur d’onde local, il nous suffit d’évaluer le gradient de cette phase. Afin
de simplifier le calcul, nous pouvons écrire ϕ = f
(
u
v
)
avec f = arctan, u = α sin et v = 1+α cos.
La dérivée se calcule alors de la façon suivante :
ϕ′ =
(
u
v
)′ 1
1 +
(
u
v
)2 = u′v − uv′v2 11 + (uv )2 =
u′v − uv′
u2 + v2 (D.3)
Nous calculons ainsi le gradient en coordonnées cylindriques :
∇rϕ = ∂ϕ
∂r
(D.4)
=
−αk1 sin θ cosφ cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
) (
1 + α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
))
α2 sin2
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
)
+
(
1 + α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
))2
−
α2k1 sin θ cosφ sin2
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
)
α2 sin2
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
)
+
(
1 + α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
))2 (D.5)
= −αk1 sin θ cosφ
1 + α2 + 2α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
) (α+ cos (−→∆k · ~r + ∆` φ)) (D.6)
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∇φϕ = 1
r
∂ϕ
∂φ
(D.7)
= 1
r
α (∆`+ k1r sin θ sinφ) cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
) (
1 + α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
))
α2 sin2
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
)
+
(
1 + α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
))2
+
α2 (∆`+ k1r sin θ sinφ) sin2
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
)
α2 sin2
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
)
+
(
1 + α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
))2
 (D.8)
= α
∆`
r + k1 sin θ sinφ
1 + α2 + 2α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
) (α+ cos (−→∆k · ~r + ∆` φ)) (D.9)
∇zϕ = ∂ϕ
∂z
(D.10)
= αk1 (cos θ − 1)
1 + α2 + 2α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
) (α+ cos (−→∆k · ~r + ∆` φ)) (D.11)
Nous trouvons donc pour le vecteur d’onde local :
~ks = ~k1 + ~∇ϕ (D.12)
= ~k1 +
α
(
α+ cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
))
1 + α2 + 2α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
) (−→∆k + ∆`
r
~eφ
)
(D.13)
Cette dernière équation est bien équivalente à l’équation (C.4) dans les cas où ∆` = 0.
D.2 Cas particuliers
Si α 1 (régime perturbatif), nous obtenons :
~ks = ~k1 + α cos
(−→
∆k · ~r + ∆` φ
)(−→
∆k + ∆`
r
~eφ
)
(D.14)
À l’inverse, pour α = 1, nous trouvons :
~ks = ~k1 +
1
2
(−→
∆k + ∆`
r
~eφ
)
(D.15)
Notons que nous retrouvons bien les résultats du chapitre 8 en prenant ∆` = 0.
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A
ngular momentum is a fundamental property of the
photon, together with energy and linear momentum. In
paraxial conditions, angular momentum may be split into
an intrinsic part, the spin angular momentum and an extrinsic
part called orbital angular momentum (OAM). Macroscopically,
the OAM of light manifests itself in the spatial properties of the
light beam and in particular in the shape of its wavefront. The
most common light beams carrying OAM display Laguerre-
Gaussian modes, which are solutions of the wave equation in the
paraxial regime. They show an azimuthal phase dependence
exp( icf) (refs 1,2), where f is the azimuthal coordinate in the
transverse plane and c, called the topological charge, is indexing
the mode. This phase shape creates a beam with a helical
wavefront, a phase singularity in its centre and a donut-shaped
intensity proﬁle. A topological charge c results in an OAM per
photon equal to c‘ (ref. 1).
Laguerre-Gaussian modes, also called optical vortices, have
been used in the visible range in many diverse applications.
A photon pair can exhibit OAM entanglement3,4, which can be
exploited in quantum cryptography. The donut-shaped intensity
proﬁle of an optical vortex allows bleaching the outer annular
part of a sample and, applying stimulated emission depletion
microscopy, allows to bypass the diffraction limit in optical
microscopy5,6. Laguerre-Gaussian modes are also the tool of
choice to manipulate particles7,8 or detect spinning objects9.
Recently, increasing attention has been devoted to theoretical
studies of fundamental interactions involving OAM beams in the
extreme-ultraviolet (XUV) spectral range. For example, it was
shown that OAM might be transferred to electronic degrees of
freedom10,11. In ref. 12, it was also theoretically demonstrated
that an XUV vortex can induce charge current loops in fullerenes
with an associated orbital magnetic moment, which can be
controlled by tuning the topological charge of the incident beam.
These ﬁndings, if conﬁrmed experimentally, could lead to new
applications in magnetic switching using structured light.
These and other theoretical studies have sparked new
experimental developments in the ﬁeld of intense femtosecond
XUV pulse generation. Schemes have been proposed for
generating optical vortices using free-electron lasers13,14, which
are still to be demonstrated. As a table-top and alternative to
large-scale instruments, high-harmonic generation (HHG) is
based on the frequency up-conversion of a high intensity
femtosecond Vis-IR laser into the XUV range through a highly
nonlinear process15. Recently, OAM has been studied in the
context of HHG in gases. The ﬁrst experimental work reported
on the difﬁculty of generating optical vortices due to the
non-conservation of the OAM during propagation in the gas
jet16. Subsequent experiments, however, demonstrated the
generation of optical vortices carrying a topological charge that
is a multiple of the harmonic order17,18, in agreement with
the expected conservation rule for a single driving beam19.
Nevertheless, with such experimental schemes, the topological
charge could not be tuned independently of the harmonic order.
In addition, only high values of the topological charge could be
obtained (except in ref. 16), while the controlled generation of
XUV beams with low-order topological charge was not yet
demonstrated. These two restrictions will severely limit the
applicability of the above schemes in most of the recently
proposed experiments.
In this article, we report on an alternative scheme to produce
optical vortices carrying an arbitrary topological charge for any
harmonic order using HHG. Our setup is based on a two-colour
wave-mixing arrangement that combines a Gaussian with a
frequency doubled Laguerre-Gaussian beam in a gas target, as
proposed in ref. 17. To conﬁrm that the generated donut-shaped
high harmonics carry OAM we use a Hartmann sensor to
measure their wavefronts. We demonstrate that the use of two
driving beams allows efﬁcient and robust generation of optical
vortices with topological charges from c¼  1 to c¼ 4.
Moreover, by exploiting the subtle physics principles on which
the HHG process relies, we show how to favour the generation of
a mode with a particular topological charge. This study provides
an experimental veriﬁcation of the conservation rule for OAM in
HHG using two driving beams. Furthermore, our relatively
simple setup makes HHG the ﬁrst light source of femtosecond
XUV pulses carrying a controllable amount of OAM.
Results
The experimental setup. The experiment is sketched in Fig. 1
and was performed on the CITIUS light source, described in
more details elsewhere20. A Ti:sapphire laser system (5 kHz
repetition rate) provides pulses with a duration of C50 fs and
energy of C2mJ at a central wavelength of 805 nm. The pulses
are sent through a 450mm thick type-I BBO crystal, emitting
CCD
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Figure 1 | Sketch of the experimental setup. The collimated laser beam (8mm at 1/e2) goes through a BBO crystal before entering a dichroic
Mach-Zehnder interferometer in which the beam at 805nm can be manipulated independently from the one generated after frequency doubling. The spiral
phase plate converts the Gaussian beam into a Laguerre-Gaussian mode with c2o¼ 1 in the second harmonic (2o) arm of the interferometer, while the
fundamental (o) beam remains Gaussian. The mirrors and the delay line used to synchronize the two beams are not drawn, nor the half wave plate used to
get identical linear polarizations. Both beams are focused with lenses of 75 cm focal length into the generation gas cell (C1mm length) ﬁlled with argon at
a pressure of a few tens of mbar. To optimize the focusing geometry, both lenses are placed on translation stages, irises are positioned in both arms and a
beam expander ( 1.5) is used in the 2o arm. The XUV emission is sent into a monochromator (made of a grating between two toroidal mirrors and slits)
before being imaged on an XUV CCD camera or a Hartmann wavefront sensor (WFS) placed in the far-ﬁeld,C1m downstream. (Insets) Typical intensity
distributions at focus of the 2o beam (left) and HHG vortices (right, labelled by their topological charge c) generated at the 16th order and imaged
on the CCD.
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the fundamental (o) and second harmonic (2o) beams. The
two spectral components are then spatially separated in a
Mach-Zehnder-like interferometer equipped with dichroic
mirrors. The interferometer is used to manipulate individually
the two beams before being focused by two independent lenses
into a 1-mm long argon gas cell. In one arm of the interferometer,
the 2o beam is converted from a Gaussian to a Laguerre-
Gaussian mode with c2o¼ 1, using a spiral phase plate21.
No OAM is imparted on the o beam (co¼ 0). The crossing
angle between the two beams in the gas cell can be adjusted by
translating the last mirror of each arm. All modes generated at the
frequency of one particular harmonic order of the fundamental
frequency o are isolated out from the other harmonic orders by a
monochromator consisting of a grating placed between two
toroidal mirrors, which provides an image of the HHG modes at
the position of the slits located further downstream. The grating is
used in the so-called conical geometry (diffraction in the vertical
direction)22. The relatively low spectral resolution of the
monochromator limits the spatio-spectral distortions (spatial
chirp and pulse front tilt) of the imaged harmonic beam. Finally,
the intensity distribution and the wavefront are measured in the
far ﬁeld using an XUV CCD or a Hartmann wavefront sensor
(WFS) (developed by Imagine Optic, SOLEIL, and Laboratoire
d’Optique Applique´e23).
Measurement of the intensity proﬁle. Figure 2 shows the
far-ﬁeld intensity proﬁle of different harmonic orders obtained
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Figure 2 | Far-ﬁeld intensity patterns from the non-collinear wave-mixing
scheme. Single-shot images for different harmonic orders were acquired
using a CCD in identical generating conditions. Each mode is labelled by its
topological charge c that also corresponds to the number of absorbed 2o
photons. For better visualization, images for each harmonic order are shown
with the full colour scale (colour bar on top). The integrated signal (top left
corner) is normalized to h16. The number of photons incident on the CCD
(after the metallic ﬁlter) for h16 was around 7 106. Note that the angular
acceptance of the monochromator (about 10mrad) limited to three the
number of modes that could be detected at once.
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Figure 3 | Intensity and wavefront measurements for several modes
carrying various topological charges. The top-left panel shows the
intensity (in arbitrary units) and the local wavevector (arrows) distribution
for the c¼  1 mode of the 16th high-harmonic order emission (h16). The
other panels show the measured wavefronts for c¼  1 and c¼ 1 for h16,
c¼ 2 for h19, c¼ 3 for h18 and c¼4 for h19 (intensity and wavevector
distribution for the latter cases is shown in Supplementary Fig. 1). The
intensity is represented by the brightness and the phase (in units of 2p
radian) by false colours. Black colour indicates pixels that contain no data
(intensity lower than the detection threshold or pixels set to zero to enable
wavefront reconstruction around the singularity). Note that the different
panels have different colour scales. The yield of each individual mode was
optimized (see next section), and a crossing angle of 15mrad was used to
guarantee a larger spatial separation between the modes, compared to the
one in Fig. 2.
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using an o–2o crossing angle of 13mrad. The spatial axis origin
is taken along the propagation axis of the o beam. For each
high-harmonic order, we observe the angular distribution (in the
horizontal direction) of spatially separated modes. The emission
angle of each mode is determined by the non-collinear
phase-matching condition, in agreement with the conservation of
energy, linear momentum and parity, previously established for
HHG in the two-colour conﬁguration24,25. It is convenient to use
the photon picture to describe the possible pairs (n1, n2) that
contribute to the emission of a given high-harmonic order q (with
q¼ n1þ 2 n2), where n1 and n2 refer, respectively, to the number
of photons absorbed from the o and 2o beams. In particular,
parity requires that only the absorption of an odd total number of
photons n¼ n1þ n2 can lead to emission. Consequently, in Fig. 2,
we observe modes generated from the pairs (19, 0), (15, 2) and
(11, 4), contributing to the emission of photons with an energy
corresponding to the 19th harmonic order (h19). For h18, the
pairs experimentally observed are (20,  1), (16, 1) and (12, 3).
Note that only the fundamental beam is contributing to
the generation of the (q, 0) pair, while generation with
the fundamental alone is not allowed for even harmonics.
Positive and negative numbers in pairs are related, respectively,
to sum- and difference-frequency generation.
The intensity patterns in Fig. 2 are consistent with the
conservation of OAM, which has been conﬁrmed by the phase
front measurement reported below. This result is in agreement
with the theoretical model developed in ref. 17, and demonstrates
the transfer of OAM from the generating beams to high
harmonics. For a two-colour wave mixing setup, we can
generalize the conservation rule for OAM as:
‘ ¼ n1‘oþ n2‘2o; ð1Þ
where c, co and c2o are the topological charge carried,
respectively, by the high-harmonic, the o and the 2o beams. In
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Figure 4 | Yield of the modes as a function of the intensity and gas pressure for the 16th harmonic. (a) Evolution of the generated signal as a function of
the intensity of the generating beams at focus. The intensity is normalized to an estimated intensity ratio I2o/Io of about 18%, with IoB1.7 1014Wcm 2.
The intensity is calculated from the measured iris aperture and transmitted energy. The signal is normalized to 1.7 107 photons per shot on the CCD
(top left corner of each image). (b,c) Evolution of the generated signal as a function of the argon pressure in the cell. (c) The curves display the integrated
signal for each individual mode.
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the present experiment we focus on the case co¼ 0 and c2o¼ 1,
which gives simply c¼ n2. Therefore, the topological charge
carried by each mode is equal to the number of 2o photons
absorbed in the process. Consequently, except for pairs with
n2¼ 0, all modes display a ring-like intensity proﬁle with zero
intensity in the centre, characteristic of optical vortices.
Moreover, for each harmonic order, the size of the rings
increases with the number of absorbed 2o photons, consistently
with the increase of the topological charge, as demonstrated
in ref. 18.
The results in Fig. 2 are representative of the main
experimental ﬁnding for our generation conditions. For the low
harmonic orders, in some cases, the modes in the far ﬁeld are
composed of inner and outer parts. Note that this feature exists
for c¼ 0 with or without the presence of the 2o driving beam.
Such spatial proﬁles can be attributed to the contributions of
two different quantum paths to the harmonic emission in
combination with propagation effects26–28. The second noticeable
feature is the spatial distortion of the mode proﬁles in the far
ﬁeld, which is due to aberrations in the XUV transport optics
(monochromator) and to aberrations of the generating beams.
Despite signiﬁcant efforts to reduce such aberrations, a residual
astigmatism was still present on the generating beams (visible in
the focus of the 2o beam, Fig. 1). Aberrations in the generating
beams drive aberrations in the HHG emission, which are
emphasized by the nonlinear response of the generation
process. A residual effect related to this is visible in Fig. 2 at
h13 for the c¼ 2 mode. When the modes are not fully spatially
separated, the far-ﬁeld intensity pattern also contains interference
features.
Measurement of the wavefront. To conﬁrm that the observed
rings are actual (quasi) Laguerre-Gaussian modes, we performed
wavefront measurements using a Hartmann WFS. Some
representative results are displayed in Fig. 3. In the top-left panel,
one can clearly recognize a spiralling wavevector around a sin-
gularity. The magnitude of the wavevector increases when
approaching the centre of the beam. These two observations are
the signature of an optical vortex. With our convention, we have a
left-handed vortex for c40. The phase maps displayed in the
other panels in Fig. 3 were obtained from the integration of the
wavevector distribution29. To perform the integration around
the singularity, we introduced a discontinuity in the data by
setting it to zero on a line (at an arbitrary angle) going from the
centre (singularity) to the edge of the image (additional
information can be found in Supplementary Note 1).
A reference wavefront (taken without the spiral phase plate)
was used to correct for the phase aberrations due to the
monochromator optics. We measured very smooth phases
spiralling around the beam propagation axis going from 0 to
about c 2p radians. The small discrepancies in the maximum
variation of the phase across the map are attributed to a relatively
low sampling of the wavefront. The reported measurements are a
direct and unambiguous characterization of the OAM carried by
the vortex beams, including its sign. They also demonstrate the
possibility of directly measuring helical phase fronts in the XUV
spectral range, which will be instrumental in the development
of new generation light sources such as free-electron lasers
carrying OAM.
Yield of the harmonic vortices. For a given high-harmonic
order, the signal is not equally distributed between the modes.
This is a known effect in highly non-linear wave mixing25,30,
due to both the microscopic response of the medium and the
macroscopic effects (propagation and phase matching) in HHG.
This property can be exploited to optimize and favour the
emission of a speciﬁc vortex by modifying the generation
conditions. Figure 4 shows the evolution of the generated signal
for three modes of the 16th harmonic order, when varying the iris
aperture (that is, the transmitted energy) in each arm of the
interferometer and the pressure in the gas cell. In Fig. 4a, the iris
apertures modify the intensity as well as the size of both beams at
focus. These parameters impact the individual atomic response in
the gas jet (amplitude and phase of the dipoles), the phase
matching conditions, and the propagation and reshaping of the
fundamental beams in the medium31,32. The intensity ratio of the
second harmonic to the fundamental beam (2o/o) was varied
from a few percent up to 50%, spanning both perturbative
and non-perturbative regimes. The relative intensity of the two
colours, which affects the dipole amplitude, is the relevant
parameter to explain the evolution of the signal within each
mode25. This can be understood in terms of the probability that a
certain pair (n1, n2) contributes to the emission of a given
harmonic. A low 2o/o intensity ratio favours generation from
pairs requiring a low n2 of photons absorbed from the 2o ﬁeld.
On the other hand, a large intensity ratio 2o/o favours pairs with
a high n2, particularly when the absolute intensity of the o ﬁeld is
low. Figure 4b,c shows how the gas pressure impacts the yield of
different modes. As expected, the yield increases for all modes
when the pressure is increased. Surprisingly, at about 20mbar the
c¼ 3 mode overcomes the c¼ 1 mode. This feature cannot be
explained by single atom effects. Including phase matching effects
in the analysis of the experiment allows us to ﬁnd the origin of
this unexpected behaviour.
As noted in ref. 30, the peculiarity of the non-collinear scheme
is that for an emission where c¼ n2 2o photons are required, the
phase matching equation must include an additional crossing
term kﬀ(c):
kﬀð‘Þ ¼ ‘y2 2‘q  1
 
o
c
; ð2Þ
where y is the crossing angle between the two driving beams and
c is the speed of light. This term adds to the usual contributing
terms: the geometrical phase advance, the dipole phase and the
neutral and free electron dispersions. The sum of all these terms,
Dk, must be zero for the emission to be phase matched.
Considering the cases c¼ 1 and c¼ 3, we obtain from the
above equation kﬀ 3ð Þokﬀ 1ð Þo0. The quantities to be
compensated are negative. For our experimental conditions the
neutral dispersion, a positive quantity, is able to compensate for
the non-collinear phase mismatch. Remarkably, as the dispersion
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Figure 5 | Calculated yield within the modes. The yield is calculated for
the c¼ 1 (blue) and c¼ 3 (red) modes as a function of gas pressure
(see Methods). The crossing of the two curves is indicated by the vertical
dashed line. On the left (right) of this line, the phase matching favours the
c¼ 1 (c¼ 3) mode, as shown in the insets. kn and kel, are, respectively,
the contributions of the neutral and free electron dispersion to the phase
matching, and are the only terms that depend on the pressure.
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of neutrals increases linearly with pressure, it may favour the
emission of the c¼ 3 mode for high pressures.
In Fig. 5, using a simple model implemented with reasonable
parameters (see Methods), we reproduce the main feature of
Fig. 4c: a quadratic increase of the yield with pressure followed by
a saturation at a few tens of millibars, and most remarkably, the
overcome of c¼ 3 over c¼ 1 at about 30mbar pressure. We note
that the agreement is only semi-quantitative, as the crossing
between the curves occurs at a pressure higher than the one
observed experimentally. This can be attributed to uncertainties
in several quantities used for the calculation (see Methods).
Notice that the method used here describes the phase matching
on-axis, that is, along the propagation axis of the HHG beams.
It is independent of the spatial structures, and is not speciﬁc to
vortex beams. Surprisingly, this effect seems to have stayed
unnoticed in previous non-collinear HHG studies. In our case,
it provides us with an additional knob to favour generation of
harmonics with a particular topological charge. We note that, at
the optimized gas pressure of 37mbar, the c¼ 3 vortex has a ﬂux
of 8.5 1010 photons per second, which is comparable with some
synchrotron beamlines in the same spectral range.
Discussion
The results presented above enhance the capabilities of spatial
shaping of HHG light compared to schemes which rely on a
single generating beam33. Our method can be naturally extended
to any combination of generating beams with various spatial
properties. Similar wave-mixing schemes have been applied to
the generation of circularly polarized high harmonics using
two-colour Gaussian beams with various polarization states34,35.
Combining one of these schemes with the method presented in
this work will allow generation of femtosecond HHG pulses with
independent control over orbital and spin angular momenta,
paving the way towards new fundamental experiments in the ﬁeld
of light–matter interactions.
Methods
Model for the non-collinear HHG. We semi-quantitatively explain the observa-
tions of Fig. 4b by a simple model. If reshaping of the fundamental beam through
nonlinear dispersion effects in the medium is neglected, the only phase matching
terms evolving with pressure are the neutral and free electron dispersions, kn(p)
and kel(p), respectively. For the sake of simplicity, we make the assumption that
other terms do not depend on c. With these assumptions, the phase mismatch as a
function of the pressure p for each mode c is:
Dkð‘; pÞ ¼ knðpÞ knðp ¼ 1mbarÞþ kelðpÞ kelðp ¼ 1mbarÞþ kﬀð‘Þ; ð3Þ
where we assume Dk¼ 0 for the c¼ 0 mode at a pressure of 1mbar. The coherence
length is then given by Lcoh¼ p/Dk, while the absorption length is Labs¼ 1/sr,
where s is the argon cross-section and r is the atomic density. An estimate of
the number of XUV photons for each mode can be calculated from these two
quantities as36:
Nout ¼ r2 4L
2
abs
1þ 4p2ðL2abs=L2cohÞ
1þ exp  Lmed
Labs
 
2 cos pLmed
Lcoh
 
exp  Lmed
2Labs
  
;
ð4Þ
where Lmed¼ 1mm is the length of the medium. We evaluate this expression for
the c¼ 1 and c¼ 3 modes for our experimental conditions. The atomic and free
electron dispersions are calculated as in ref. 37 using an average degree of
ionization of 4%. The model is only semi-quantitative due to uncertainties in
several quantities, such as the level of ionization, the pressure at which
Dk(c¼ 0)¼ 0, the measurement of the gas pressure in the interaction region, the
effective length of the medium and the actual intensity at which HHG occurs. The
predictions based on equations (3) and (4) are reported in Fig. 5.
Data availability. All relevant data contained in this manuscript are available from
the authors.
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High-order-harmonic generation (HHG) is a tabletop and tunable source of extreme ultraviolet (XUV) light.
Its flexibility was lately evidenced by the production of Laguerre-Gaussian (LG) modes in the XUV with a
known azimuthal index. Here we investigate the role of the radial index of LG modes in HHG. We show both
numerically and experimentally that the mode content of the emitted XUV radiation can be tuned by controlling
the weight of the different quantum trajectories involved in the process. The appearance of high-order radial
modes is finally linked to the atomic dipole phase of HHG. These results extend the capabilities of shaping the
spatial mode of ultrashort XUV pulses of light.
DOI: 10.1103/PhysRevA.95.051801
I. INTRODUCTION
In many areas of physics, intriguing and unexpected
behaviors have been linked to the presence of topological sin-
gularities. Optics has its own singularities that occur whenever
a quantity such as the phase or the polarization of the electro-
magnetic field cannot be defined [1]. A preeminent example
of such field is that of the Laguerre-Gaussian modes, which
possess a phase singularity in their center. They have been used
in a plethora of different applications, mainly because they
carry a well-defined orbital angular momentum (OAM) [2].
The Laguerre-Gaussian (LG) modes form a complete set
of solutions to the paraxial wave equation, and are indexed by
two mode numbers, denoted as  and p, respectively called the
azimuthal and radial indexes. These names stem from the fact
that along the azimuthal coordinate θ , the phase of these modes
goes as θ , while their radial profile shows p + 1 concentric
rings for  > 0.
Until recently, the production of LG modes was mastered
only in the visible and infrared spectral range. Three
separate works [3–5] recently demonstrated that this could
be extended in the extreme ultraviolet (XUV) range using
high-order-harmonic generation (HHG) in gases. By focusing
an infrared laser in an atomic or molecular target, HHG is
able to produce ultrashort pulses of XUV light made of many
harmonics of the driving field. The aforementioned works
showed that if the driver is a (1,0) LG mode, each emitted
high-order harmonic will be a LG mode as well. In particular,
it was shown that the azimuthal index of the qth harmonic,
q , can be chosen to be unity if the generating medium is long
[3], equal to q × 1 for thinner media [4,5], or tuned to some
extent using two generating beams [6,7].
These results open up many possibilities of fundamental
studies such as the exchange of OAM in light-matter in-
teractions [8,9]. Moreover, they are an example of refined
structuring of the light spatial mode in the XUV, a difficult but
promising task [10,11].
*romain.geneaux@cea.fr
Hitherto, none of these studies tackled the question of the
radial index, p, of the generated modes. The situation was
long similar in the visible range, where p has been dubbed the
“forgotten quantum number,” before its physical significance
was more thoroughly investigated [12,13]. The radial index
came to be used in quantum optics, where it enabled producing
entangled states of impressively high dimension [14,15]. Even
in less fundamental studies it has found several purposes; for
instance, modes with high values of p revealed self-healing
properties similar to Bessel beams [16], can overcome the
diffraction limit when strongly focused [17], or turned out to
be paramount when extreme interferometric stability is needed
[18]. Controlling both the  and p indices in HHG is thus an
access road to a full shaping of XUV and ultrashort pulses.
In the present work, we study the role of the radial
index in high-order-harmonic generation driven by a Laguerre
Gaussian mode (LG-HHG). First, we perform a numerical
simulation showing that it is possible to produce multiringed
intensity patterns, characteristic of p > 0 modes, by control-
ling the weights of the quantum trajectories of HHG. We then
conduct the experiment, which demonstrates the possibility of
continuously going from a single- to a multiringed intensity
pattern for the XUV radiation. Finally, we discuss the creation
of these p > 0 modes in LG-HHG and track their appearance
back to the atomic dipole phase of HHG.
II. NUMERICAL SIMULATION OF LG-HHG
To realistically describe HHG, the process has to be
considered at the microscopic and macroscopic scale. At the
single-atom level, the Lewenstein model [19] shows that two
different quantum paths can be identified [20], the so-called
“short” and “long” trajectories. At the macroscopic scale, the
contribution of all atoms in the interaction region must be
coherently summed and the resulting emission is governed
by the phase-matching conditions. With an usual Gaussian
driver, the short (respectively, long) trajectory is better phase
matched if the focus of the generating laser is slightly before
(respectively, after) the gas medium [20].
When the driving beam is given a Laguerre-Gaussian
profile, the microscopic process is not expected to change, for
2469-9926/2017/95(5)/051801(5) 051801-1 ©2017 American Physical Society
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if we stay well in the paraxial regime, the beam is still seen
as a plane wave at the atomic scale. On the other hand, the
transverse profile of a Laguerre-Gaussian mode will influence
phase matching. This has been known for a long time for
other kinds of non-Gaussian modes, such as truncated-Bessel
modes [21,22]. Let us recall the expression of the electric field
of the (,p) LG mode in the (r,θ,z) cylindrical coordinates,
omitting the normalization constants:
E,p(r,θ,z) = e
iθ
w(z)
(
r
w(z)
)||
L||p
(
2r2
w2(z)
)
× e{−[r2/w2(z)]−ik[r2/2R(z)]−ikz+i(2p+||+1)χ (z)},
(1)
where w(z), R(z), and χ (z) are, respectively, the beam waist,
wave-front curvature, and Gouy phase, and L||p are the
generalized Laguerre polynomials, which are responsible for
the multiringed patterns of p > 0 modes.
To understand the interplay between the quantum paths
and the p mode content of HHG, we carry out a numerical
simulation of LG-HHG taking into account all aspects of a real
experiment, including the propagation of the infrared beam
toward and inside the gas target. We consider an incident
Gaussian laser beam of 6.25 mm waist and 50 fs duration,
numerically propagated through a spiral phase plate, which
adds the eiθ transverse phase of the (1,0) LG mode [23]. It is
then focused by a 1 m focal length lens in a 500-μm−wide
Lorentzian argon gas jet, where high-order harmonics are
emitted. The details of the model, which accounts for the
full three-dimensional propagation of the beam including
dispersion, can be found in Ref. [5]. The calculation is repeated
for three different values of z0, the position of the laser focus
compared to the center of the generating medium. The intensity
profiles obtained in the far field are displayed in Fig. 1.
When z0 < 0, the intensity pattern shows a single ring,
reminiscent of a p = 0 mode. On the contrary, the profile
for z0 > 0 is multiringed. It seems richer in the intermediate
z0 = 0 case. These patterns can be deciphered by looking at
the two trajectories separately, which is done by choosing one
solution of the saddle-point equations. This yields the profiles
presented in the bottom row of Fig. 1. This shows that the
short (respectively, long) trajectory contribution shows one
(respectively, several) ring(s). Interestingly, phase matching
does not appear to be drastically modified by the infrared LG
mode, for the selection of one quantum trajectory follows
the same behavior as in the Gaussian case. Nevertheless,
it is probable that the LG mode modifies finer details of
phase matching—such as efficiency as a function of various
generation parameters—similarly to what is observed in the
visible range [24], but this goes beyond the scope of our study.
Finally, the intricate profile of the intermediate z0 = 0 case
appears as the result of quantum path interference, an effect
well known in HHG driven by Gaussian beams [25].
III. EXPERIMENT
A. Setup
We now set to measuring the multi-ringed patterns of Fig. 1
experimentally. The experiments were done using the LUCA
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FIG. 1. Contributions of different quantum trajectories in LG-
HHG. The intensity of the 21st harmonic in argon is computed in the
far field for (a) z0 < 0, (b) z0 = 0, and (c) z0 > 0, where z0 is the
position of the laser focus compared to the gas jet. (d) and (e) show
the profile in z0 = 0 when only the short or long trajectory
contribution is selected.
laser server at CEA Saclay, which delivers 30 mJ, 50 fs, 800 nm
pulses at 20 Hz. In this rather typical Ti:sapphire laser chain, a
hollow core fiber is added right before the compressor, which
filters the laser spatial profile and guarantees an almost perfect
Gaussian mode [26]. This mode is then converted using a 16-
level spiral phase plate (SPP) (SILIOS Technologies), which
yields a 77.5% pure (1,0) Laguerre-Gaussian mode [27]. A 1
m lens (L) focuses the beam into an argon gas jet provided by
a piezoelectric-driven valve (Attotech).
The numerical results presented above show that we need
to spectrally separate and measure the two-dimensional (2D)
spatial transverse profile of the emitted harmonics. To disperse
the different harmonics, typical HHG setups use cylindrical
gratings which focus each spectral component in one di-
mension, eventually yielding a spatiospectral measurement.
Clearly, such gratings cannot be employed to image the
patterns of Fig. 1. To solve this issue, we opt for a simple
and cost-effective design initially proposed in Ref. [28].
Since the spectral resolution needs only to be good enough
for the harmonics not to overlap, we use a flat grating of
which only a few grooves are illuminated. The complete setup
implementing this idea is sketched in Fig. 2(a). First, the
harmonic radiation is reimaged by a toroidal mirror (TM)
coupled with a silica plate (SP), which filters most of the
remaining generation beam. The beam is then reflected off
a spherical mirror at a 10◦ incidence angle. This mirror is
treated with a B4C coating (Fraunhofer Institute), which has
a reflectivity higher than 10% in the 30–800 nm spectral
range. Close to the focus of this mirror, the beam strikes a
flat diffraction grating (600 grooves/mm, Spectrogon) at 6◦
incidence. The beam therefore illuminates about 200 grooves,
reducing dispersion and inducing close to no distortion on
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FIG. 2. Measurement of the harmonic intensity profile as a
function of the focus position. (a) Experimental setup for LG-HHG
and measurement of the 2D spatial profile of several harmonics.
The acronyms used for the optical elements are defined in the text.
(b) Intensity profiles of harmonics 11–15 when the generating lens is
translated over 1.2 cm. The intensity of each harmonic is normalized
to 1. z = 0 is known from previous experiments done with Gaussian
drivers on this beamline.
the harmonic profiles. The harmonics are finally selected by
a slit before being imaged by microchannel plates (MCPs)
coupled to a phosphor screen, imaged by a 12-bit CCD
camera (Basler). This design does not use any sophisticated
optics, resulting in an extremely low cost compared to typical
spectrometers used in HHG while minimizing spatiospectral
couplings.
B. Results
Just as we did numerically, the relative weights of the
quantum trajectories are controlled by varying z0, which in
practice is simply the position of the lens. Figure 2(b) shows
the evolution of the intensity profiles of harmonics 11–15 when
z0 is changed over 1.2 cm.
We observe a series of cylindrically symmetric rings, evi-
dence that we indeed measure the spatiospatial harmonic pro-
files and not a spatiospectral convolution. For z0 = −0.2 cm,
the harmonics show only one ring, reminiscent of the short
trajectory contribution in Fig. 1. At z0 = 0, an additional ring
appears inside the former, which can be interpreted as quantum
path interferences following the prediction of Fig. 1(b). Then,
more divergent concentric rings keep appearing as z0 is
increased. As explained above, these rings are due to the
long trajectory of HHG and suggest the generation of p > 0
Laguerre-Gaussian modes. To further strengthen this claim,
in the following part, we turn to numerical calculations
to track how additional p > 0 modes could be created in
LG-HHG.
IV. MODAL ANALYSIS OF LG-HHG
As shown in Refs. [13,29], p is a quantum number associ-
ated to an operator acting on the light field, the expression of
which is also given in those references. These works show
that just as linear momentum is related to translation, or
angular momentum to rotation, p is related to the dilatation
along the radial coordinate. Therefore, just as any external
torque modifies the angular momentum of a system, any effect
affecting the radial dilatation of the beam will modify the
p mode content of the light field. Two such effects can be
identified in HHG:
(1) The nonlinearity of HHG: if a process has an order
of nonlinearity n, the emitted field goes as Eout = Enin. Using
Eq. (1) we see that if Ein is a LG mode with p > 0, Eout is not
a pure LG mode.
(2) The atomic dipole phase: the spatial phase of the
harmonic field varies linearly with the infrared intensity IIR.
It can be written as φat(r,θ ) = αtrajIIR(r,θ ), where αtraj is a
constant which depends on the quantum trajectory [20]. Here,
φat(r,θ ) will be ring shaped, following the intensity of the
driving Laguerre-Gaussian mode.
To study these effects, we adopt a simpler description of
HHG, which will allow us to repeat the calculation for a large
number of parameters. From now on we neglect all effects due
to neutral and plasma dispersion, propagation, and depletion
in the gas jet. The gas medium is considered as an infinitely
thin atomic plane, where HHG occurs. This approach neglects
longitudinal effects and was used in Refs. [30,31]. It is valid
as long as we stay away from larger interaction volumes such
as the case of Ref. [3].
First, the infrared field is numerically propagated through
the SPP and then toward the focus, where it reaches a
peak intensity of 1.2 × 1014 W/cm. From this intensity, the
ionization rate is computed using the Ammosov-Delone-
Krainov formula [32] and the harmonic field is obtained in the
strong-field approximation [19]. It is then propagated in the far
field and decomposed onto the Laguerre-Gaussian basis. The
complex coefficients of this decomposition, denoted as c,p,
give the contribution of the (,p) LG mode. In Fig. 3, we show
separately the result for the two quantum trajectories in the
case of the 19th harmonic. Remarkably, we see that the (19,0)
mode accounts for 98.9% of the short trajectory contribution:
the harmonic field is even purer than the driving field itself.
This is a result of the high nonlinearity of the process, in which
the fainter rings of the p > 0 modes constituting the infrared
field do not contribute. We can therefore rule out effect (1) as
the source of additional p modes.
The long trajectory contribution behaves differently. Its
modal decomposition shows that the (19,0) mode only
constitutes 52% of the total emission, which is actually made of
a large number of modes with p ranging from 0 to 30. The
relative phase of these modes is such that their interference
leads to a single ring at focus, but since they have different
Gouy phases [see Eq. (1)], the relative phases vary until the
distance of propagation reaches the Rayleigh range. As a result,
the intensity of the emission shows a multiringed pattern in the
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FIG. 3. Modal analysis of quantum trajectories. Left: Coefficients
of the decomposition of the electric field of harmonic 19 onto
the Laguerre-Gaussian basis for the short and long trajectories.
Coefficients for other values of 19 are null. Right: Intensity of
harmonic 19 for the short and long trajectories upon numerical
propagation over 200 mm.
far field, as evidenced in the right panel of Fig. 3. This contrast
with the short trajectory can be explained by the atomic dipole
phase, which is much stronger for the long quantum path: the
proportionality coefficient is typically αlong ∼ −20 × 10−14
cm/W, while αshort ∼ −1 × 10−14 cm/W. We can therefore
conclude that the atomic dipole phase φat allows for a control
of the p mode content of the emission, by tuning the weight
of the quantum paths.
Finally, since φat can be written as φat(r,θ ) = αtrajIIR(r,θ ),
it should also be possible to tune the p mode content by
controlling the intensity of the infrared field. We repeat
the previous calculation when the peak infrared intensity
varies from 1 to 2.4 × 1014 W/cm. Figure 4 shows the
( = 19,p) mode decomposition for each intensity value and
each trajectory. We see that even at high intensities, the short
trajectory contribution is always strongly dominated by the
(19,0) mode. On the other hand, the number of p modes of
the long trajectory can be continuously increased by raising
the infrared intensity. Another observation is that although
modes with high values of p contribute to the emission, it is
nowhere close to a pure (,p) LG mode. If XUV high-order
vortices with high purity are required, other schemes of
generation will be needed. For instance, driving HHG directly
with a p > 0 infrared beam might lead to interesting mode
contents in the XUV, although we have seen that outer rings
tend to contribute less due to the nonlinearity of HHG.
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Coefficients of the decomposition of harmonic 19 when the infrared
peak intensity is varied from to 1 to 2.4 × 1014 W/cm.
V. CONCLUSION
In conclusion, we have demonstrated the link between
the quantum paths of HHG and the radial index of the
emitted extreme ultraviolet vortices. We demonstrated both
theoretically and experimentally that controlling the weight of
these quantum trajectories produced very different intensity
patterns for the harmonic emission. These patterns were then
explained by the creation of new p modes by the atomic dipole
phase, a well-known quantity in conventional HHG. First, our
work demonstrates that previous experiments of LG-HHG
in similar conditions [4,5] measured highly pure (q,0) LG
modes and not a superposition of several modes of various
radial indexes. Second, we extended these experiments and
showed the generation of LG modes in the extreme ultraviolet,
this time with high p values. Additionally to this short
wavelength, the emitted radiation shows a rich attosecond time
structure, as theoretically investigated in Ref. [33]. The control
of this additional quantum number in this attractive spectral
and temporal range is a step toward tailoring more complex
and refined XUV light sources for fundamental studies and
applications.
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We study theoretically and experimentally high-order harmonic generation (HHG) using two noncollinear
driving fields focused in gases. We show that these two fields form a nonstationary blazed active grating in the
generation medium. The intensity and phase structure of this grating rule the far-field properties of the emission,
such as the relative amplitude of the diffraction orders. Full macroscopic calculations and experiments support
this wave-based picture of the process, complementing and extending its standard “photon” picture. This insight
into the HHG process allows us to envision structuration schemes to convert femtosecond lasers to attosecond
pulses with increased efficiency.
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I. INTRODUCTION
Attosecond pulses are becoming ultimate tools to address
ultrafast processes in matter, whether in gases or solids.
Using ex situ pump-probe schemes like transient absorption
and photoionization spectroscopies, they are now used to
investigate ultrafast photoionization dynamics in atoms and
molecules with attosecond resolution [1,2]. As examples of
some very recent progress, time delays in photoionization
were identified in both atoms and molecules [3–5]. Auger
decays [6] or the buildup of Fano resonances in noble gases
were followed in real time [7–9]. The deformation of the
atomic potential due to the presence of a strong field was
measured [10]. Dynamics of holes following photoionization
was followed in amino acids [11]. In solids, energy-dependent
time delays of photoemission, including their variation with
the angular momentum of the initial state, or of the final state
were measured [12–14]. Elastic and inelastic scattering times
were identified in dielectric nanoparticles [15]. Dynamics
of magnetization could be probed [16]. As a counterpart of
these ex situ schemes, in which attosecond beams are used
downstream from the generation region to probe matter, high-
order harmonic generation (HHG) also appears as an efficient
tool to interrogate highly nonlinear processes in matter. Here,
HHG radiation from a pumped sample is analyzed to probe
ultrafast processes at play in a so-called in situ approach. In
particular, the relative phase of concurrent processes triggered
by a strong field has been investigated using various schemes,
shedding new light on ultrafast nonlinear processes in atoms
and molecules, including chiral molecules and biologically
relevant ones [17–27].
Interestingly, for both probing schemes, the use of light-
induced gratings has lately been promoted. First, the long-
known transient grating spectroscopy has been adapted to
harmonic spectroscopy, allowing background-free detection
[28]. Here, the generating medium is pumped by two beams
forming an interference intensity pattern, while a third beam
*thierry.ruchon@cea.fr
generates harmonics at a delayed time. Second, it was shown
that generating harmonics with two beams of equal wave-
length crossing in the HHG medium allows imparting a great
variety of properties to the outgoing high-order harmonics.
Here, for a given harmonic number, a series of diffraction
orders are observed along the line formed by the differ-
ence of the wave vectors of the two beams. This approach,
theoretically proposed in Ref. [29], was first experimentally
investigated by Bertrand et al. [30] and further analyzed by
Heyl et al. [31]. It was realized that conservation of parity,
energy, and linear momentum play a central role to explain the
presence or absence of certain channels. In brief, for harmonic
q, its properties are given by the sum of the properties of the
n photons absorbed or stimulated emitted from the first beam
and m photons of the second beam, where q = m + n. Due
to linear momentum conservation, these different channels
are spatially separated in the far field and readily identifiable,
making attractive sources of tailored attosecond pulses. These
conservation rules were extended to the conservation of spin
angular momenta and orbital angular momenta when using
driving pulses carrying these angular momenta [32–35], and
to collinear schemes with beams of different wavelengths.
However, a series of questions remains unresolved: should
either sum frequency generation or difference frequency gen-
eration be favored (SFG or DFG)? Contradictory results are
presented in Refs. [30,31] on this question. Why does the yield
of some diffraction orders decrease when the perturbation
intensity increases? Can it be fully accounted for by phase-
matching arguments, generalizing the conclusion of Ref. [31]
to nonperturbative cases? In this work, we address theoret-
ically and experimentally these questions by first analyzing
the driving field at focus. We predict in a wide range of
perturbation levels the location of the dominant diffraction
orders. The toy model proposed is tested in Sec. IV against
a full theory of HHG and against experimental data in Sec. V.
We conclude that, although conservation rules are useful for
insights into possible mechanisms, they are insufficient to
describe the whole process which, on the contrary is highly
dependent on the wavelength scale interferences at focus, in
agreement with our toy model.
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II. STRUCTURE OF A TWO BEAM FOCUS
Like any nonlinear process, HHG is dramatically influ-
enced by phase matching. In general, the phase-matching
condition for harmonic q reads
~kXUV = ~kq − q~k1 − ~K, (1)
where ~kXUV is the phase mismatch that should be minimized
for efficient conversion, ~kq (respectively, ~k1) is the wave
vector of the harmonic (respectively, driving) beam and ~K
is grouping the gradients of the intensity-dependent atomic
phase, which is linked to the HHG process at the atomic level,
the Gouy phase of the driving beam, and the phases due to
the electron and neutral dispersions in the generating medium.
This analysis has been extremely successful for understanding
spatiospectral structures of the emitted harmonics driven by
a single beam [36,37], and drives the design of efficient
generating schemes (see, e.g., [38–43]). Of particular interest
are maps of the modulus of ~kXUV, which inform us about the
dominant generating regions of the gas target, while the di-
rection of ~kq determines the emission direction. This analysis
has been generalized to HHG with two noncollinear beams in
Ref. [31]. A geometric additional wave vector was identified,
and made responsible for the experimental observation that
either DFG or SFG may dominate, depending on the focusing
parameters [31] or ionization [44]. We here argue that this
“macroscopic” approach, which disregards the fine structure
of the two-beam focus, is only an approximation limited to
weak perturbations. On the contrary, we show that “meso-
scopic” aspects, at the wavelength scale, play the central part.
To illustrate this, we plotted in Fig. 1 the intensity map
formed by two Gaussian beams of equal angular frequency
ω, linearly polarized along x [45], and wave vectors ~k1 and
~k2 forming an angle θ . The main beam, propagating along
the z axis, has an amplitude E1, while the “perturbative”
beam has the amplitude E2 = αE1. In the focal volume, the
intensity forms the grating of planes parallel to (yOz) which
is found in optics textbooks. More subtle is the structure of
the electric field also plotted in Fig. 1. At a given time and in a
given transverse plane, the interference pattern is retrieved.
However, careful inspection shows that we can no longer
associate planes of equal phases parallel to (yOz) [see the
vertical cut along (xOz) where fringes are pointing slightly
downward]. Defining a unique wave vector for the field thus
becomes impossible and Eq. (1) should be made local:
~kXUV(~r) = ~kq(~r) − q~ks(~r) − ~K (~r), (2)
where ~r is the coordinate vector in the medium and ~ks(~r)
is the local wave vector associated to the sum of the two
driving fields. It should be noted that in previous analysis (e.g.,
Refs. [36,37]), this “local” form of the phase-matching rela-
tion was implicitly used for both~kq(~r) and ~K (~r). However, the
local form of the driving wave vector was mostly discarded:
the general case of spatiotemporal transient phase matching
was considered in detail [46,47] but only a few specific
practical cases of “guided generation” were demonstrated,
taking into consideration the longitudinal variations of the
fundamental wave vector [48,49].
FIG. 1. (a) Schematic of HHG with two noncollinear beams.
(b) Intensity map close to focus, when the second beam has an
amplitude of 20% compared to the main beam. (c) Corresponding
electric field, with a zoom over the white rectangle plotted in the
inset. The first beam is propagating along z, and the second z′.
A. Plane continuous waves
1. Analytical signal associated to an interference pattern
To illustrate pedagogically why this spatial dependence
should be introduced, we first consider a field with no enve-
lope, either spatially or temporally. The total field in the jet
reads
Es = Re[E1eiωt−i~k1·~r + αE1eiωt−i~k2·~r] (3)
= E1Re[eiωt−i~k1·~r (1 + αe−i ~k·~r )], (4)
where the expression in brackets is the analytical signal,
denoted ˜Es, associated to the real field Es and ~k = ~k2 −
~k1. Cuts of the electric field through the (xOz) plane are
displayed in Figs. 2(a), 2(d) and 2(g) for three amplitudes
of the perturbation (α = 5%, 20%, and 80%). The perfect
plane waves isoamplitude curves along the Ox direction are
progressively destroyed as the perturbation increases, finally
yielding a checkerboard pattern of high-intensity zones, where
HHG will occur. This pattern can be decomposed in the form
of an analytical signal associated to the real field, yielding
the amplitude and phase maps displayed in Fig. 2, second
and third columns. We retrieve the usual intensity map of an
interference pattern with increasing contrast as α increases.
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FIG. 2. (a) Left column: electric field at focus resulting from
the superposition of two beams making an angle of 2◦ with relative
amplitude of 1:0.05 (top line), 1:0.2 (middle line), and 1:0.8 (bottom
line). One beam is horizontal; the second, less intense is coming from
the top left of the figure. Middle and right columns: modulus and
phase of the associated complex analytical signal. The color bars are
the same for all columns.
More interesting for our topic are the phase maps. They show
a small modulation along the x direction, which progressively
transforms into a sawtooth pattern. Interestingly, the zones
of high amplitude of the analytical signal are associated to a
stationary and downward tilted wavefront [see, e.g., Figs. 2(h)
and 2(i)]. We can thus anticipate an HHG emission favored
downstream, in the direction of SFG.
2. Local wave vector
To get more insight, we now derive an expression of the
local wave vector. We reorder the last part of Eq. (4) as
1 + αe−i ~k·~r = fm(α, ~k ·~r)e−iϕ(α, ~k·~r) (5)
with
fm(α, ~k ·~r) =
√
1 + α2 + 2α cos( ~k ·~r), (6)
ϕ(α, ~k ·~r) = arctan α sin(
~k ·~r)
1 + α cos( ~k ·~r) . (7)
We thus get the analytical representation of the composite
field
˜Es = E1 fm(α, ~k ·~r)eiωt−i~k1·~r−iϕ(α, ~k·~r). (8)
The local wave vector of the sum of the two fields, denoted
~ks(~r), is given by the spatial gradient of the phase. Some
standard algebra leads to [50]
~ks(~r) = ~k1 + ~∇ϕ = ~k1 + α[α + cos(
~k ·~r)]
1 + α2 + 2α cos( ~k ·~r)
~k. (9)
In the (xOz) plane, we denote (ks, θs) the polar coordinates of
the wave vector:
~ks =
[
ks sin θs
ks cos θs
]
. (10)
FIG. 3. Wave-vector modulus (a) and angle with respect to hor-
izontal (b) across the transverse direction (x) for different ratios of
the two fields: 1:0.05 (blue), 1:0.2 (orange), 1:0.4 (green), 1:0.6
(red), 1:0.8 (purple), and 1:1 (brown). The data corresponding to
amplitudes of the analytical signal below 10% of its maximum has
been discarded. (c),(d) Histograms of the distributions of |ks |−|k1||k1| and
θs for the case of α = 0.6. Each vertical cut is a histogram for a given
field amplitude ˜E giving finally these 2D histograms. The amplitude
of the analytical signal ˜Es has been normalized to 1.
As expected, we find that the initial wave vector is perturbed
by an almost orthogonal contribution [along ~k, last part
of Eq. (9)], with an amplitude that strongly depends on
the location in the medium. The relative amplitude of this
“active grating” contribution and its angle with respect to
the horizontal z axis are displayed in Figs. 3(a) and 3(b)
for a series of α against the transverse dimension. At very
low perturbation levels, both the wave vector amplitude and
angle vary sinusoidally against x. The excursion is perfectly
up-down symmetric. However, as soon as the perturbation
increases, the spectral content gets richer, finally converging
to constant values for α = 1, θs = θ/2 for the angle, and
|k1|/|k1|  −1.5 × 10−4. The angle is simply the bisector
of the two beams, as expected for two equally intense inter-
fering beams. In the following, we first consider this general
expression giving the full map of the wave vector in the cases
of weak and strong perturbations, before focusing on vertical
lines where it is stationary, e.g., at x = 0.
3. Strong perturbation case
In quite a few current schemes, equally strong fields are
asked for (e.g., Ref. [32]). To get the wave vector in this case,
we set α = 1 − β, with β  1 in Eq. (9). We then get
~ks(~r) = ~k1 +
~k
2
− β
1 + cos( ~k ·~r)
~k
2
. (11)
As a first approximation, the wave vector is determined by the
bisector of the two beams, as could be intuited:
~ks(~r) = ~k1 + ~k/2 (for α = 1, β = 0). (12)
It is independent of the location in the medium. With this
expression, some algebraic manipulations give the following
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expressions for the modulus and angle of the local wave
vector:
|ks| − |k1|
|k1|  −
1
2
sin2
θ
2
, (13)
θs = θ/2, (14)
which correspond to the values found in Fig. 3 with θ = −2◦.
In the case of perfect symmetry between the two beams, we
thus have a homogeneous wavefront throughout the medium.
It is tilted with respect to the horizontal axis by half the angle
between the two beams. We thus expect all harmonics to be
emitted along this direction. These conclusions are drawn
from the analysis of the local wave vector in transverse planes.
It does not consider the longitudinal dispersions induced by
the ionizing medium and the HHG process itself, which,
when considering an extension of the medium along z, are
responsible for usual phase-matching effects. However, the
variation of the magnitude of the wave vector identified here
should also alter the phase-matching conditions in a cascade
effect. This last effect had not been considered thus far.
In the case of two beams nonperfectly symmetric, which
could be the result of imperfect matching of the energies,
spatial or temporal overlaps, the last term in Eq. (11) should be
taken into account. Now the wave vector is nonhomogeneous
spatially. We thus predict a dispersion of the amplitude and
emission direction of the harmonics along several diffraction
orders. Also, we note that formula (11) is asymmetric with
respect to the bisector. We thus anticipate that positive and
negative orders will not be equally strong. This could explain
the results observed, for instance, in Ref. [32] (Supplemental
Material).
4. Weak perturbation case
The second interesting case, which was investigated in
[30,31], is the perturbative case, α  1. Here
~ks(~r) = ~k1 + α ~k cos( ~k ·~r) (for α  1) (15)
with the corresponding modulus and angle of the wave vector
|ks| − |k1|
|k1|  −2α sin
2 θ
2
cos( ~k ·~r), (16)
θs  α sin θ cos( ~k ·~r). (17)
The wave vector is modulated in both direction and modulus
sinusoidally, justifying the “local form” in Eq. (2). HHG being
highly nonlinear, the intensity modulation will transfer to a
phase spatial modulation affecting phase matching, just as the
modulation in amplitude and direction of the wave vector will.
Importantly, the modulation is here perfectly symmetrical
along the transverse direction. Identical generating volumes
thus have wave vectors pointing upward and downward, mak-
ing no difference between the SFG and DFG amplitudes.
We can thus anticipate equally strong positive and negative
diffraction orders in the far field.
5. General case and discussion
Such analytical formulas, which are valid everywhere
in the medium, cannot be derived easily for intermediate
perturbation levels. However, we can still get insights into
the consequences of the modifications of the wave vector
by considering its stationary values in the generating vol-
ume. Getting back to the microscopic “atomic” level, HHG
appears as a three-step process. Close to an extremum of
the driving field, a valence electron is tunnel ionized (first
step), generating an electronic wave packet (EWP). The EWP,
launched in the continuum, is driven away from its ionic
core before being pulled back when the field changes sign,
about a quarter of a period later (second step: excursion
in the continuum). Finally, under specific initial conditions,
the EWP may recollide with the ionic core and recombine,
emitting its excess of energy as an XUV photon (third step: re-
combination). The first step is a highly nonlinear effect. Only
places where the field is strong will significantly contribute
to the far-field amplitude. Moreover, simple computations
show that the maximum energy of an emitted photon reads
Ecutoff = Ip + 3.2Up where Ip is the ionizing potential of the
atom and Up the ponderomotive potential of the field, which
scales as Up ∝ ˜E2λ21. The highest XUV photons can thus only
be generated at locations in the medium where the field is
strong enough to be authorized by the cutoff law. On the
contrary, lower energy photons, lying in the so-called plateau
of the spectrum, can be generated by these strong fields, but
also weaker fields.
These considerations motivated the plot of the two-
dimensional (2D) histograms of Fig. 3. They display the joint
probability of given (|~ks|, ˜Es) and (θs, ˜Es). On these maps, the
stronger the color, the more probable the couple of values.
In this case, we observe that the highest harmonics, which
can only be generated for the highest field amplitudes ˜Es,
will be generated with a stationary value of the amplitude
and inclination angle of the driving wave vector. On the
contrary, for the plateau harmonics, which can be generated
for many values of ˜Es, there will be a spreading of the angles
of emission, which is all the wider as the photon energy is low.
To be more specific, it appears in Figs. 3(a) and 3(b) that the
wave vector is stationary at x = 0. The wave vector there reads
~ks(~r = 0) = ~k1 + α1 + α
~k. (18)
It corresponds to a magnitude and angle
|~ks(~r = 0)| = |~k1|
√
1 − 4α(1 + α)2 sin
2
(
θ
2
)
, (19)
θs = arctan α sin θ1 + α cos θ . (20)
The angle θs is not simply the average of the two wave vectors
as could be intuitively guessed. However, it goes smoothly
from a linear behavior to its final value θ/2 as α increases. As
for the magnitude, considering small angles between the two
beams we get the expression
|ks(~r = 0)| − |k1|
|k1|  −
2α
(1 + α)2 sin
2
(
θ
2
)
. (21)
It should be noted that this additional phase mismatch
modulation due to the “active grating” is comparable in
amplitude to usual phase-matching factors. To give a few
orders of magnitude, for an angle of 2◦ and 10% perturba-
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FIG. 4. (a) Electric field at focus resulting from the superposition
of two beams making an angle of 2◦ with relative amplitude of
1:0.4. The two waists are 100 μm, durations of 30 fs, λ = 800 nm.
(b) Amplitude and (c) phase of the associated analytical signal.
(d) Relative amplitude [|ks(~r)| − k1 in 104 m−1] and (e) inclination
angle (in degrees) of the local wave vector. For maps (c)–(e) all data
corresponding to magnitudes of the analytical signal below 10% of
its maximum have been discarded.
tion in amplitude, the wave-vector magnitude is modified by
 ± q × 0.5 rad/mm, where q is the harmonic number. It
would correspond to a coherence length of 1/q mm if alone.
As a comparison, the new term found in Ref. [31] has a
magnitude of about 0.2 rad/mm, and in standard conditions
coherence lengths are found on the millimeter or fraction of
millimeter scale, with the different terms precisely of the order
of a fraction of radian per millimeter (see, e.g., [51,52]). The
term we identified here is thus far from negligible, and could
even become dominant.
To summarize this first analysis, we identified that the local
wave vector of the driving field is strongly modified in both
direction and amplitude by the presence of a second beam,
which should dramatically affect the global HHG yield and
the spatial features of the emission.
B. Gaussian spatial and temporal profiles
To get a more realistic situation, we now include the spatial
and temporal profiles of the beams in the simulations. The
conclusions drawn above still hold “locally,” for a given ratio
of the fields. However, even in a generating medium of only
a few tens of microns long, with waists of the beams of
about 100 μm, significant variations of the relative amplitude
of the beam occur in the medium. This is made apparent
in Fig. 4. As expected, the electric field, magnitude, and
phase of the associated analytical signal show patterns very
similar to those of Fig. 2, but for overall spatial (along x)
and temporal (along z) envelopes. The most striking feature
appears in Figs. 4(d) and 4(e). As in Fig. 3, the main trend
is a transverse modulation of the magnitude and angle of
the local wave vector. However, there is a left-right and up-
down asymmetry appearing. It is naturally due to the varying
relative amplitudes of the beams at different locations in the
medium. To quantify this asymmetry, we plotted in Figs. 5(a)
and 5(b) three lineouts of these maps, along with their 2D
FIG. 5. (a),(b) Cuts through the maps displayed in Figs. 4(d) and
4(e) at z = 0 (orange, solid), z = 5 λ (blue dotted), and z = −5 λ
(green, dash-dotted) along the transverse direction. For θs, negative
inclination angle means propagation toward the bottom right of
the figure, i.e., SFG processes with our convention. (c),(d) Two-
dimensional histograms corresponding to Figs. 4(d) and 4(e), like
in Fig. 3.
histograms vs the amplitude of the field. While the central
cut is top-bottom symmetric (orange), the two others are
mirror images. For instance, for the cut at −5 λ (green), the
beam should interfere more at positive x (the tilted beam
comes from the top). Accordingly, the wave vector is slightly
modulated and mainly points toward the horizontal at negative
x. It should be noted that the effect is large, reaching 1.5% of
excursion for |k| and more than 2◦ for θs. The 2D histograms
show that the distribution of |k| remains limited to a few
permil, depending on the value of ˜Es considered. The angle
shows an “Eiffel-tower”-like distribution which points toward
the stationary angle θ · α/(1 + α), given by Eq. (20). It is
interesting to note that the introduction of the envelopes of
the field changed the general histograms drastically: whereas
a bijection is observed between ˜Es, |~ks(~r)|, and θs for plane
waves, here an almost constant value is obtained for |~ks(~r)|
and θs. The only varying parameter is the distribution about
this mean value that decreases as ˜Es increases. Also, the
histograms were peaking at high field values in Fig. 3, due
to the stationary behavior of the angle and magnitude of
the wave vector at the high-field locations in the medium.
In the more realistic case considered now, the temporal and
spatial envelopes of the fields make low-field magnitudes
more probable. As a consequence, histograms are peaking at
low-field values.
In Fig. 6, we plotted the same histograms for a series of
α’s. We note that the distribution of |~ks| increases dramatically
with α. We will thus have good phase matching in an ever
decreasing volume as α increases. At the same time, the
“Eiffel tower” shape converges to a perfectly symmetric shape
about the half angle between the beams, which is expected,
but with an ever increasing base. We can thus infer, as a first
approximation, that a regular blazed active phase grating is
created in the medium, with a phase varying like
ϕgrating  α1 + α θ × k1x. (22)
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FIG. 6. Same histograms as in Fig. 5 for different ratios (α =
0, 0.2, 0.4, 0.6, 0.8, 1.0 from left to right). The light-blue dashed line
is at θ · α/(1 + α).
This rough approximation of a blazed phase grating will
become less and less exact as α increases for harmonics of
the plateau while remaining valid for cutoff harmonics.
III. HHG BY A FIELD SHOWING A BLAZED
PERIODICAL STRUCTURE
Having identified that two interfering beams create a
blazed phase grating and a symmetric amplitude grating in the
focus area, we now investigate its consequence on the HHG
process. We will pay specific attention to the symmetries of
the SFG and DFG processes. As a very rough model of HHG,
we may simply consider the sum of the contributions over a
volume
Eq(~rout) =
∫∫∫
V
eq(~r)ei~kXUV(~r)·~rd3~r, (23)
where Eq is the macroscopic electric field of harmonic q at
location ~rout at the exit of the generating medium, eq(~r) is the
microscopic response at location ~r inside the medium, and
~kXUV(~r) = q~ks(~r) −~kq(~r) is the “local” phase mismatch.
The integration is carried out over the generating gas volume
V , which, for the sake of simplicity, we consider to be in-
finitely small along the z direction, thus neglecting longitudi-
nal phase-matching effects. eq(~r) is highly nonlinear with the
local amplitude of the field. The modulation of the amplitude
of the driving field will thus create a series of generating
slits, forming a transverse amplitude grating. Importantly, this
grating is perfectly symmetric against the transverse axis x at
z = 0. Through the intensity-dependent response of the atoms
to strong fields (φat ∝ I), it is also a phase grating, which
is also x-wise symmetric at z = 0. Naturally, off focus, an
asymmetry appears versus the x axis, which will be opposite
at symmetrical locations upstream of and downstream from
the focal spot. Considering a gas jet located at z = 0, these
two effects thus have an overall symmetry against x.
Of more interest here is the exponential term. According to
the previous section [Eq. (22)] the phase is approximately lin-
ear with x. We thus have a “blazed” phase grating, asymmetric
with respect to x, which gets superimposed on the pattern
discussed above. This is true everywhere in the medium, at
focus, upstream and downstream: the dominant blaze angle
always has the same sign. To get a toy model based on
these considerations, we consider a transverse grating made
of a series of Gaussian gates, labeled from −n0 to n0, with
a Gaussian envelope, and the linear phase ϕ(x) = qϕ0 x
 for
harmonic q. In agreement with Eq. (22) we set
ϕ0 = α1 + α × 2π. (24)
The harmonic field at the exit of the generating medium can
thus be written
Eq(~rout) =
[
G
( x
δx
)
eiqϕ0(x/
)
]
∗
[
n0∑
n=−n0
δ
( x


− n
)
G
( x
x
)]
, (25)
where G is the Gaussian function G(x) = e−x2 , 
 the pe-
riodicity of the grating (
 = 2π/|k1 − k2| = λ/ sin θ is the
periodicity of the intensity of the sum of the fields), δx the
width of each slit, and x the width of the envelope. In
the Fraunhoffer diffraction regime, at distance z f f from the
medium, the amplitude reads
Eq(~r f f ) ∝
{
G
[
πδx
(
u − q ϕ0
2π

)] n0∑
n=−n0
e−i2πn
u
}
∗G(πxu) (26)
∝
{
G
[
πδx
(
u − q ϕ0
2π

)]
e−iπ
u
sin(2πn0
u)
sin(π
u)
}
∗G(πxu), (27)
where u = x′/λqz f f with x′ labeling the vertical coordinate
at the observation plane and λq = λ/q the wavelength of
harmonic q. The first Gaussian has an envelope of width
wq = λqz f f
πδx
, (28)
offset by
x′c =
λ


ϕ0
2π
z f f . (29)
It is multiplied by a function that converges to a series of Dirac
peaks as n0 increases. The location of the pth Dirac peak is
x′(q, p) = p λ
q

z f f = p |
~k2 −~k1|
2πq
z f f . (30)
The intensity profile in the far field thus appears as a series of
peaks, equally spaced by x′(q, 1), centered around x′c, with an
amplitude decreasing along a large Gaussian of widthwq. The
peaks correspond to the diffraction orders. The last convolu-
tion only transforms the series of Dirac peaks into physical
Gaussian finite functions of small width. The last expression
in Eq. (30) was interpreted as a conservation law of momen-
tum during a non-linear process [30–32]: the wave vector of
the outgoing photon points in the directions corresponding to
that of the driving field plus an integer number of the differ-
ence of the wave vectors of the two interfering fields. In other
words, for a given harmonic q, a photon picture may be asso-
ciated to each diffraction order labeled p, which corresponds
to the absorption (or stimulated emission) of q-p photons of
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FIG. 7. Intensities at z = 0 (a)–(d) and in the far field (e)–(h)
for α = 0 (blue), α = 0.2 (orange), α = 0.6 (green), and α = 1.0
(red). We consider H15. For the sake of visibility the curves are
all normalized to 1 and shifted respectively by 0, 0.4, 0.8, and 1.2.
(a) and (b) correspond to cuts analogous to the orange curve in
Fig. 5(b). (c) is the amplitude of the ionization rate computed with the
ADK model. (d) is a toy model corresponding to a series of Gaussian
amplitude with periodicity 
 = 1/k, of width 
/5 with a Gaussian
global envelope of width 60 μm. The phase is here set according to
Eq. (22). (e)–(h) Amplitudes of the Fourier transforms of (a)–(d). In
(e), the phase of the signal is set to zero; in (f) and (g) the phases
computed in Fig. 5 are plugged; in (h) we took the analytical formula
of Eq. (24). The results are offset by the same quantities and the color
code is the same on all plots. The distance is z = 0.3 m. In (g) the
black dotted line corresponds to the same as the red, but setting the
phase to 0.
the first beam and p photons from the second beam. However,
it should be noted that this “multiphoton” picture has nothing
to do with being in a perturbative regime and is much more
general. It here appears as a consequence of the quasiperiod-
icity of the sum of the two fields in the transverse direction.
The main point here is that the dominant diffraction order
is ruled by the grating depth ϕ0 and is independent of the
harmonic order q. q only enters into the spacing of the comb
of diffraction orders. This is confirmed in the plots displayed
in Fig. 7. Taking a cut at z = 0, whatever α 	= 0, if the phase is
not taken into account we get a series of peaks centered about
zero [Figs. 7(a) and 7(e)]. If the phase is considered, the peaks
are all the more offset as α increases [Figs. 7(b) and 7(f)].
HHG being a highly nonlinear process, especially through the
field-driven tunnel ionization constituting the first step of the
process, the slits should be fewer and thinner than the oscil-
lations of the electric field. As a very rough approximation
of this effect, the HHG signal can be estimated proportional
to the tunnel ionization rate at any time. We estimated it
using the Amonosov-Delone-Krainov (ADK) formula [53]
[Figs. 7(c) and 7(g)], keeping in mind that it is rigorously valid
only for continuous fields. We get only a few half periods
(5) contributing, with widths of a fraction of the field’s
half period. The consequence in the far field is a smoother
profile of the harmonic orders, which still shows a shift toward
SFG. This behavior is very well reproduced by the toy model
exposed above [Fig. 7(d): Eq. (25); Fig. 7(h): its Fourier
transform], enlightening the role of the modulation depth of
the phase in the relative intensities of the diffraction orders.
IV. FULL QUANTUM MODEL OF HHG
IN AN ACTIVE GRATING
To be more quantitative, we performed full numerical
simulations based on the solution of the nonadiabatic, three-
dimensional (3D) paraxial wave equation (PWE), in Carte-
sian geometry. The source term in the PWE is given by
the solution of the Schrödinger equation, in the strong-field
approximation (SFA) [54]. The PWE is solved for each spec-
tral component, using a finite-difference method [19], on a
512 × 512 × 200 μm3 spatial grid and a 100-fs time interval,
for 513 × 513 × 41 points in space and 4096 in time. This
leads to a spatial step of 1 μm along the transverse dimensions
[(x, y) coordinates] and 5 μm in the propagation direction
(along the z axis). The time step is 2.4 × 10−2 fs, which
is about 1/100th of the optical period of the driving fields.
We consider two Gaussian beams of 100 μm waist at focus,
i.e., 39 mm Rayleigh range. The temporal intensity profiles
have sin4 shapes of 50 fs full width at half maximum. Both
beams are focused in the middle of a 100-μm thin slab of
argon gas, where they spatiotemporally overlap, following the
setup depicted in Fig. 1. The two beams cross each other
with a 20 mrad angle. The total peak intensity at focus is
1.5 × 1014 W/cm2, whatever α, and the density of atoms is
3.0 × 1017 atoms/cm3. Transverse cuts of the harmonic fields
amplitudes and phases are displayed in Figs. 8(a) and 8(b)
for H15, which is in the plateau and H27, which falls in the
cutoff for this intensity. As expected, both H15 and H27 show
a series of peaks spaced by the period of the active grating
(the shape of the driving field is displayed in a dashed line).
They are located on the highest intensity spots of the driving
interference field. It is purely symmetric about x = 0. In addi-
tion, H15 is strongly modulated. This is due to interferences
between the long and short trajectories for harmonics lying in
the plateau. As a support of our analytical model described
above, the phase of the harmonics shows a sawtooth pattern.
A linear fit of the phase about the locii of highest intensities
gives the corresponding blaze angle, ∂ϕ/∂x. It is displayed
against the perturbation ratio α for H15 in Fig. 8(c) and
against the harmonic order for α = 0.25 in Fig. 8(d). The
determination of ∂ϕ/∂x depends on the “groove” considered
in the active grating. We displayed the values obtained for
four peaks, showing significant dispersion, along with their
mean value. Although we did not investigate it further, this
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FIG. 8. Top line: Amplitude (orange) and phase (purple) of
harmonic 15 (a) and harmonic 27 (b) at the exit of the generating
medium calculated with the model described in Sec. IV versus the
transverse direction x. The left (respectively, right) scale is used for
amplitude (respectively, phase) for both panels. In panel (b), the
amplitude of the driving field is displayed as a dashed line. It is
offset by 2 × 108 V/cm and divided by 104. Bottom line: Values of
the derivative of the phase against x. In both plots various colors
are results taken for successive maxima of the XUV field (blue:
x  −40 μm; orange: x  0; green: x  40 μm; red: x  80 μm).
The mean value is displayed in purple. (c) Variation of the blaze
angle against the field ratio for harmonic q = 15. The dashed line
is the analytical formula given by Eq. (24). (d) Variation of the blaze
angle against the harmonic number for α = 0.25.
dispersion is probably reminiscent of the variations of the α
ratios within the focus, as identified in Fig. 5. However, the
trend in Fig. 8(c) follows reasonably the prediction of our
toy model [Eq. (24) displayed as a dashed line]. It should
be noted that here, there is no adjustable parameter on the
model. The fact that the result is slightly offset upward is a
consequence of the distribution of wave-vector angles above
the limit value in Fig. 5(d), especially for harmonics of the
plateau that can be generated with field amplitudes below the
peak amplitude. The same conclusions hold for the expected
linearity of the harmonic-dependent blaze angle [Fig. 8(d)],
further supporting our interpretation of the origin of the offset
dominant diffraction orders. These full calculations validate
our analytical approach exposed in Sec. III.
To go further, we propagated the harmonic fields toward
the far field using the Fresnel propagator. Four intensity
maps are displayed in Fig. 9, corresponding to the two same
harmonics 15 (left column) and 27 (right column), and a weak
(top line) and strong perturbation (second line) (α = 0.18
and α = 0.5). As anticipated with the analytical model, the
harmonics show a series of diffraction orders, more sparse
FIG. 9. Color maps of the intensities in the far field of
harmonics 15 [(a),(c)] and 27 [(b),(d)] for perturbations α =
0.18 [(a),(b)] and α = 0.5 [(c),(d)]. All maps are individu-
ally normalized and the color maps are set equal. Cuts of
the harmonic intensities 15 (e) and 27 (f) at θy = 0 for
α = 0.18 (blue, no offset), α = 0.25 (orange, offset = 0.2),
α = 0.31 (green, offset = 0.4), α = 0.35 (red, offset = 0.6), α =
0.43 (purple, offset = 0.8), and α = 0.5 (brown, offset = 1.0). The
successive cuts are offset by 0.2 for the sake of visibility. The
intensities of H15 are divided by 2 to share the y axis with H27.
for H15 than H27, below a global envelope. They are all the
more shifted toward the SFG side as α is set stronger. This
is even more evident in Figs. 9(e) and 9(f) where six values
of α are used. The similarity of this figure with Fig. 7(h) is
striking. The locations of the dominant peaks even fit fairly
well. It should be noted that a slight left-right asymmetry
appears, especially for low perturbation values on H27. This
is probably a consequence of the extension of the medium
along z, which yields such a slight asymmetry of the field.
Whereas opposite areas located upstream of and downstream
from the focus are just mirror images about the x axis for
the driving field when no gas is inserted, this is no longer
the case when reshaping of the fundamental is authorized,
nor when harmonics are propagated in differently ionized
absorbing media. More careful examination of these “volume”
effects are left for further studies, the agreement being already
extremely promising.
V. EXPERIMENTAL TEST OF THE THEORY
We tested the conclusions of these analyses performing
experiments on LUCA laser in Saclay. It is a Ti:sapphire
femtosecond laser based on chirped pulse amplification. It
delivers pulses of 40 mJ energy, 60 fs FWHM duration,
at a repetition rate of 20 Hz. It was split into two equal
parts which were passed through adjustable attenuators before
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FIG. 10. Left column: Experimental images on the detector for
five levels of perturbation [α . 0.15, α = 0.25, α = 0.38, α = 0.50,
and α = 0.66 from (a) to (e)]. Here θ = 1◦. All images are nor-
malized to 1, and share the same color map. The vertical axis is
the direction of the dispersion of the detector grating, while the
horizontal axis is the direction of dispersion of the “active” grating.
Right column: Lineouts corresponding to the sums between the
dashed lines displayed in panel (a), for H9 (red, offset = 0.9), H11
(green, offset = 0.6), H13 (orange, offset = 0.3), and H15 (blue, no
offset). All curves are normalized and offset by 0.3 for the sake of
visibility.
being focused in an argon gas jet by two identical lenses of
1 m focal length. The main beam carried 2.3 mJ, while the
second was adjusted during the experiment to scan α. The two
beams were linearly polarized vertically and crossed with an
adjustable angle in the HHG medium. We focused both beams
as close as possible to the gas jet along z. The harmonics
generated were collected on a low dispersion grating [55],
before being detected on microchannel plates (MCPs) coupled
to a phosphor screen imaged on a CCD camera. The images
displayed in Fig. 10 were averaged over 500 shots. Harmonic
numbers were calibrated using the theoretical dispersion of
the grating [56]. A given harmonic shows at a given y,
while the divergence of the harmonics is imaged along the
x dimension [57]. The left side of the image is cut due to the
size of our MCP set.
We clearly observed the spreading of the harmonics into
several orders. While both negative and positive orders coexist
for low perturbation values, the profiles are quickly deported
toward the left of the figure, corresponding to the SFG region.
This is all the more the case as α increases (from top to
FIG. 11. Lineouts of experimental images similar to those of
Fig. 10, but for an angle θ = 1.2◦. Each panel corresponds to a given
harmonic and all curves are normalized to 1 and progressively offset
by 0.3. Different colors correspond to perturbation levels of α . 0.15
(blue, no offset), α = 0.25 (orange,offset = 0.3), α = 0.38 (green,
offset = 0.6), α = 0.50 (red, offset = 0.9), and α = 0.66 (mauve,
offset = 1.2). The dashed vertical line is set at the location of the
direct harmonics.
bottom). Interestingly, there are not many more orders appear-
ing as α increases. This is a result predicted by our toy model,
where the number of diffraction orders visible is set by the
width of the large Gaussian given in Eq. (28), and confirmed
by the full computations. As expected, the progressive shift is
compatible with Eq. (29). In particular, the lineouts displayed
on the right show, for a given panel, the diffraction orders
of all harmonics peaking at about the same x location [e.g.,
about −10 mm for Fig. 11(h)]. This location is progressively
shifting from Fig. 11(f) to Fig. 11(j) as the slope of the phase
grating is increased by increasing the perturbation intensity
[increase of α in Eq. (24)]. We also retrieve a prediction of
Eq. (30): diffraction orders are getting denser as q increases,
which is evident in Fig. 11. Finally, we note that a slight
left-right asymmetry (e.g., green curve, H13, Fig. 11). This is
compatible with the full computations but not the toy model.
We believe that it is the result of volume effects.
Finally, we tested the formula of the toy model, Eq. (29),
which predicts the position of the dominant order. We define
θNorm = x
′
c
z f f
1
sin θ
1 + α
α
, (31)
which is the direction of propagation of the harmonics ( x′cz f f )
normalized by the perturbation and angle-dependent factor
of Eq. (29). Once corrected from the magnification of our
spectrometer, it should be equal to 1 whatever the harmonic,
angle, and perturbation value. We plotted in Fig. 12 the
corresponding measurements and theoretical predictions of
the SFA model extracted from Figs. 9–11. The error bars here
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FIG. 12. Normalized position of the dominant diffraction order
as a function of the perturbation energy normalized to the energy
in the main beam [α2 = (E2/E1)2]. Experimental values for angles
θ = 13 mrad (a) and θ = 17 mrad (b), and theoretical values for θ =
20 mrad (c). Each color/symbol corresponds to one harmonic [for
(a),(b) H9: blue circles, H11: orange squares, H13: green diamonds,
H15: red crosses; for (c) H15: brown squares, H27: light-green
circles]. The dashed line is the analytical prediction according to
Eq. (31), taking into account all magnification coefficients of our
grating.
correspond to half the periodicity of the diffraction orders.
The agreement is very good considering the simplicity of
the toy model and the fact that no adjustable parameter is
available. Except for the first point which suffers from high
uncertainty, the normalized angle of propagation is rather
constant whatever the harmonic and the perturbation level.
It is close to the predicted value. It should be noted that, as
a source of uncertainty, we could not perfectly control the
overlap in time and space of the two beams for each point.
VI. CONCLUDING CONSIDERATIONS
With the ever increasing control of high-power femtosec-
ond lasers over the years, the availability of multiple beams
to perform extreme nonlinear optics has been developing at
an extremely rapid pace. Many schemes have been employed,
either using a single wavelength or several wavelengths, a sin-
gle polarization or different polarizations, a Gaussian beam or
beams carrying orbital angular momenta, in collinear or non-
collinear geometries, with even counterpropagating waves. In
the vast majority of these studies, a photonic picture was put
forward to interpret the results. As a consequence, “selection
rules” were derived. They surely reveal which channels may
exist. However, they do not say anything about possible yields
of the concurrent nonlinear processes allowed. Getting back
to the very nature of high-order harmonic generation process,
which is a strong field effect and not a multiphoton process,
we here exposed an analysis of the process at the “meso-
scopic” spatial scale, corresponding to several wavelengths.
In the specific and simple case of two linearly polarized
pulses with identical wavelengths crossing at an angle in the
HHG medium, we solved an emerging controversy about the
yield of the sum vs different frequency generation processes:
SFG processes are dominant over DFG as soon as the ratio
between the fields exceeds 10%–20%. We retrieve the “pho-
tonic picture” as a consequence of the quasiperiodicity of
the interference pattern in the transverse direction. The excel-
lent agreement of our toy model, full quantum computation,
and experiment confidently form the basis for future work
targeting some of the cases listed above, where the polar-
izations, wavelengths, angles of crossing, and orbital angular
momenta may be varied.
Finally, we point out that the analysis drawn above may
have extremely rich applications in the two usual approaches
used to probe attosecond dynamics. First, it provides a frame-
work to analyze the amplitudes of high harmonics in high-
order harmonic spectroscopies. It offers an improved under-
standing of the relative yields covering the perturbative to
the nonperturbative regimes. Second, it offers the tools to
design the driving field at focus in order to efficiently generate
specific harmonics with given properties to be used ex situ. In
particular, we may envision tailoring the shape of the grating
grooves, in phase and amplitude, to generate efficiently a
given harmonic, or a set of them. As a more general outlook,
a connection to the very thorough and general framework
proposed by Bahabad et al. should be built (e.g., [46,58]),
together with the incorporation of temporal “grooves” as
proposed in the attosecond lighthouse schemes [59–61] and
the noncollinear optical gating scheme [62,63]. This series of
outlooks suggest that this work may open new avenues for the
investigation of highly nonlinear processes and the synthesis
of smart XUV femtosecond and attosecond pulses.
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APPENDIX: DERIVATION OF THE MAIN FORMULA
1. Derivation of Eq. (9)
The local wave vector is defined as the gradient of the
phase:
~ks(~r) = ~∇[~k1~r + ϕ(α, ~k ·~r)] (A1)
with ϕ(α, ~k ·~r) given by Eq. (7). We thus have
~ks(~r) −~k1
= 1
1 + α2 sin2(k·~r)[1+α cos(k·~r)]2
×
[
α ~k cos(k ·~r)
1 + α cos(k ·~r) +
α2 ~k sin2(k ·~r)
[1 + α cos(k ·~r)]2
]
(A2)
= α
~k
[1 + α cos(k ·~r)]2 + α2 sin2(k ·~r)
×{[1 + α cos(k ·~r)] cos(k ·~r) + α sin2(k ·~r)}
(A3)
= α[α + cos(k ·~r)]
1 + α2 + 2α cos(k ·~r)
~k. (A4)
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2. Derivation of Eq. (11)
Using β = 1 − α with β  1 in Eq. (9), we get, up to first
order in β,
~ks(~r) = ~k1 + α[α + cos(
~k ·~r)]
1 + α2 + 2α cos( ~k ·~r)
~k (A5)
= ~k1 + (1 − β )[(1 − β ) + cos(
~k ·~r)]
1 + (1 − β )2 + 2(1 − β ) cos( ~k ·~r)
~k (A6)
 ~k1 + (1 − β )[1 + cos(
~k ·~r)] − β
1 − β + (1 − β ) cos( ~k ·~r)
~k
2
(A7)
 ~k1 +
~k
2
− β
(1 − β )[1 + cos( ~k ·~r)]
~k
2
(A8)
 ~k1 +
~k
2
− β
1 + cos( ~k ·~r)
~k
2
. (A9)
3. Derivation of Eq. (13)
The magnitude of the wave vector corresponding to the
sum of the two driving field reads, in the case of strong
perturbation:
|~ks| =
∣∣∣∣∣~k1 +
~k
2
∣∣∣∣∣ (A10)
=
√
k21 +~k1 · ~k +
k2
4
(A11)
with
~k1 · ~k = (~k2 −~k1) ·~k1 (A12)
= −k12(1 − cos θ ) (A13)
= −2k12 sin2 θ2 (A14)
and, taking into account |~k1| = |~k2|,
~k2 = (~k2 −~k1)2 (A15)
= 2k12 − 2k12 cos θ (A16)
= 4k12 sin2 θ2 . (A17)
We thus get, for small θ ,
|~ks| = k1
√
1 − 2 sin2 θ
2
+ sin2 θ
2
(A18)
= k1
√
1 − sin2 θ
2
(A19)
 k1 − k12 sin
2 θ
2
. (A20)
Finally,
|~ks| − k1
k1
 −1
2
sin2
θ
2
. (A21)
4. Derivation of Eq. (16)
Derivations similar to those of Sec. III yield
|~ks| = |~k1 + α ~k cos(k ·~r)| (A22)
=
√
k21 + 2α~k1 · ~k cos(k ·~r) + α2k2 cos2(k ·~r)
(A23)
 k1
(
1 − 2α sin2 θ
2
cos(k ·~r)
)
(A24)
Which yield
|~ks| − k1
k1
 −2α sin2 θ
2
cos(k ·~r) (A25)
 −α
2
θ2 cos(k ·~r). (A26)
5. Derivation of Eq. (17)
From Eq. (15), the angle of the wave vector associated to
the sum of the two fields is
θs = arctan αk2 sin θ
k1 − α(k1 − k2 cos θ ) cos( ~k ·~r)
. (A27)
Taking into account that k2 = k1 and α  1, we get
θs = arctan α sin θ cos(
~k ·~r)
1 − α(1 − cos θ ) cos( ~k ·~r) (A28)
 α sin θ cos( ~k ·~r). (A29)
6. Derivation of Eq. (19)
The magnitude of the wave vector corresponding to the
sum of the two driving field reads, in the case of weak
perturbation:
|~ks| =
∣∣∣∣~k1 + α1 + α ~k
∣∣∣∣ (A30)
=
√
k21 + 2
α
1 + α
~k1 · ~k + α
2
(1 + α)2 k
2. (A31)
Using the expression derived in Sec. III for ~k1 · ~k and k2
we get
|~ks| = k1
√
1 − 4 α
1 + α sin
2
(
θ
2
)
+ α
2
(1 + α)2 4 sin
2
(
θ
2
)
(A32)
= k1
√
1 − 4 α(1 + α)2 sin
2
(
θ
2
)
. (A33)
7. Derivation of Eq. (20)
The angle of the wave vector associated to the sum of the
two fields is
θs = arctan
α
1+α k2 sin θ
k1 − α1+α (k1 − k2 cos θ )
. (A34)
Taking into account |~k1| = |~k2|,
θs = arctan
(
α
1 + α
sin θ
1 − α1+α (1 − cos θ )
)
(A35)
= arctan
(
sin θ
1+α
α
− (1 − cos θ )
)
(A36)
= arctan
(
α sin θ
1 + α cos θ
)
. (A37)
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Résumé : La génération d’harmoniques d’ordre élevé est un processus d’interaction lumière-
matière hautement non-linéaire permettant la synthèse d’impulsions sub-femtosecondes, dites
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angulaire lors de ce processus, afin de contrôler les caractéristiques spatiales et de polarisation
du rayonnement émis dans l’extrême ultraviolet. Comme pour la matière, le moment angulaire
de la lumière peut être séparé en une composante de spin, associée à l’état de polarisation du
faisceau, et une composante orbitale, reliée à la forme du front d’onde. La maîtrise complète
du moment angulaire des harmoniques nécessite de recourir à des schémas de génération à
deux faisceaux non-colinéaires, créant un réseau de diffraction dans le milieu générateur. Nous
avons montré que, bien que les règles de transfert obéissent à des lois de conservation du
moment angulaire, la description fine du phénomène requiert une analyse précise du champ
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Abstract : High-order harmonic generation is a highly nonlinear laser-matter interaction
process which allows the synthesis of sub-femtosecond pulses, also called attosecond (1 as =
10-18 s) pulses. My PhD is centered around the study of angular momentum transfer during this
process, in order to control spatial and polarization features of the radiation which is emitted
in the extreme ultraviolet. As for matter, the angular momentum of light can be divided into
a spin component, associated with the beam’s polarization, and an orbital component, related
to the shape of the wavefront. The control of high harmonics’ angular momentum requires
generating schemes involving two crossing beams, thus creating a diffraction grating in the
generating medium. We have shown that, although the transfer rules obey conservation laws of
the angular momentum, the fine description of the phenomenon requires an accurate analysis
of the laser field in the generation medium. This work opens the road for advanced shaping of
attosecond pulses.
